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1.1 Activité de recherche
1.1.1 Etude du glissement d’une dislocation en solution solide par dynamique moléculaire
En collaboration avec D. Rodney (GPM2/ENSPG), G. Martin (CEA-Siège), Y. Bréchet (LTPCM/ENSEEG)
Nombre de Publication : 1
La déformation plastique d’un métal est liée au déplacement de ses dislocations [1]. Une des techniques
métallurgiques permettant de durcir les métaux consiste à incorporer à la matrice des défauts ponctuels, tels que
des atomes de soluté. On utilise alors les propriétés d’alliage des espèces atomiques afin de former une solution
solide. Ces défauts ponctuels ont pour effet de freiner le glissement des dislocations rendant ainsi la déformation
plus difficile et par conséquent le métal plus dur. Différentes interactions entrent en jeu entre dislocations et
défauts. Tout d’abord, les champs de contrainte et de déformation mutuels engendrent un travail qui peut être
estimé dans le cadre de la théorie élastique linéaire. De plus, lorsque les atomes de soluté sont placés, dans
le plan de glissement de la dislocation, le défaut visite le coeur de la dislocation lors du passage de celle-ci.
Dans ce coeur les atomes sont particulièrement éloignés de leur configuration de cristal parfait. Afin d’estimer
l’interaction entre le coeur de la dislocation et les défauts du plan de glissement, l’élasticité linéaire n’est alors
plus appropriée car le coeur de la dislocation est le siège de distortions très importantes. Les propriétés du coeur
peuvent cependant être modélisées par dynamique moléculaire [2]. Nous avons donc entrepris de réaliser ce
type d’étude dans le cas d’une solution solide Ni(Al), afin de déterminer le mécanisme de durcissement de ce
type de matériaux. Dans cet alliage, la différence de taille entre les atomes Ni(matrice) et d’Al (soluté) implique
une répulsion entre les atomes Al premiers voisins et une tendance à l’ordre de type L12. Ces propriétés sont
convenablement reproduites par les potentiels utilisés.
Le modèle atomique a été développé lors de la thèse de E. Rodary. L’ajustement des potentiels effectifs
(EAM), destiné à reproduire les interactions entre atomes du métal, a été réalisé à partir de données expéri-
mentales sur l’alliage Ni(Al) [3]. Les propriétés élastiques et l’énergie de faute d’empilement de Ni(Al) sont
approchées de façon raisonnable. Notre travail consiste à utiliser le modèle de dynamique moléculaire afin de
caractériser le glissement d’une dislocation dans une solution solide aléatoire, concentrée à 3% atomique en Al.
Nous avons démontré que la formation des paires d’atomes de soluté induites lors du glissement de la
dislocation constitue le principal frein au mécanisme de cisaillement d’une solution solide de type Ni(Al).
Dans la matrice de Ni, les paires de Al sont caractérisées par une répulsion à courte portée qui s’oppose à la
formation de paires de Al. Le même effet est attendu dans le cas d’une attraction au lieu d’une répulsion. C’est
alors la séparation des dimères qui constitue le principal mécanisme du durcissement chimique. Cette dernière
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conjecture nous permettrait de généraliser nos résultats à de nombreux alliages. Les développements futurs de
cette étude devraient porter sur la caractérisation de différents types d’obstacles : paires, triplets, et multiplets
de taille plus importante.
1.1.2 Modélisation de la croissance de films métalliques par champ de phase et Monte Carlo
cinétique : ATER au Laboratoire de Minéralogie-Cristallographie Paris (LMCP)
En collaboration avec : C. Ricolleau (LMCP) et S. Rousset (GPS)
Nombre de publication : 1
Deux projets ont été menés lors de mon année au Laboratoire de Minéralogie-Cristallographie Paris (LMCP)
en tant qu’ATER. Le premier d’entre eux concerne la croissance de films métalliques sur substrats amorphes.
Les dépôts de métaux sur de tels substrats comme l’alumine ou la silice font l’objet de nombreuses applications
industrielles, des pare-brises automobiles aux circuits intégrés. L’équipe de C. Ricolleau au LMCP a mené
plusieurs études expérimentales sur ce sujet en partenariat avec ALCATEL. Notre objectif était d’étudier les
différents types de croissance des films métalliques suivant la technique de dépôts, par évaporation thermique
(TE) ou par ablation laser (PLD). Nous nous sommes concentrés sur le cas du Cobalt déposé sur l’alumine
amorphe. Les résultats obtenus en PLD montrent que le Cobalt se répartit sur l’oxyde sous forme d’agrégats
lorsque le dépôt est fait à température élevée (700 K). La taille des nano-particules varie entre 2nm et 20nm
selon la quantité de cobalt déposée. Pour une taille supérieure à 5nm, les particules sont légèrement aplaties
dans la direction perpendiculaire au flux d’atomes incidents. Les particules de grand diamètre présentent une
morphologie anisotrope selon le procédé de croissance utilisé : les agrégats sont plus aplatis par évaporation
thermique que par ablation laser. L’angle de mouillage des agrégats de Co sur l’alumine reste très différent de
la valeur d’équilibre. La cinétique de croissance est donc un paramètre important qui intègre à la fois le mode
de dépôt et la diffusion des atomes sur une surface où coexistent plusieurs agrégats.
Nous avons tenté de développer un modèle théorique de champ de phase qui puisse décrire la croissance
tri-dimensionnelle de plusieurs agrégats sur une surface. Les premiers résultats obtenus avec un modèle simple
ont été encourageants. Il s’agit d’écrire un modèle continu de la diffusion du cobalt sur une surface d’oxyde et
d’y combiner un apport pulsé ou continue de matière suivant le mode de dépôt. Du fait des difficultés théoriques
à intégrer les spécificités d’une surface amorphe dans un modèle mésoscopique, cette étude est temporairement
à l’arrêt. Nous espérons poursuivre et achever nos travaux dans le cadre du Groupement de Recherche (GDR)
champ de phase, proposé cette année par Yann Lebouar (LEM/CNRS-ONERA).
La seconde étude menée au LMCP portait sur la réalisation d’un modèle de Monte Carlo Cinétique pour
l’auto-assemblage de plôts de Co sur la surface reconstruite Au(788). Les nanostructures magnétiques (Co, Fe,
Ni) ont des propriétés très intéressantes du point de vue technologique : stockage de l’information, capteur
magnéto-résistif, etc ... Des études expérimentales par STM de la croissance du cobalt sur la surface recons-
truite (788) de l’or montrent une croissance organisée en nano-structures de plots de cobalt sur un réseau
rectangulaire (dim : 3.5nmx7nm). La désorientation de la surface vicinale, le taux de couverture en Co et la
température permettent de contrôler l’arrangement des agrégats de cobalt. Expérimentalement, il est observé
que l’arrangement des plots de cobalt dépend fortement de la température. Un dépôt à une température de 130K
permet d’obtenir une structure de cobalt ordonnée, alors que si le substrat est porté à 341K l’arrangement des
agrégats devient désordonné. Les études des surfaces vicinales de Au(111) réalisées au GPS [4] ont permis
de contrôler parfaitement la formation de substrats d’or nanostructurés. Ces surfaces vicinales stables et re-
construites génèrent alors un réseau de sites préférentiels de nucléation. La reconstruction 22X
√
3 bien connue
pour l’Au(111) mono-domaine induit des lignes de fautes d’empilement qui traversent perpendiculairement les
marches. Ainsi, ce substrat pré-structuré conduit à l’organisation de la croissance.
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Comment diffusent les ad-atomes de Cobalt à la surface ? Suivent-ils les canaux formés par les dislocations
de surface, ou sont-ils bloqués sur les marches en forme de dents de scie ? Afin de répondre, il était nécessaire
d’établir au préalable un traitement théorique du processus de diffusion des atomes sur un substrat pré-structuré.
Nous avons choisi de mettre en oeuvre une méthode de type Monte Carlo cinétique. Il s’agit d’un algorithme
classique et particulièrement efficace lorsqu’il faut traiter l’évolution d’un grand nombre d’atomes avec une
précision atomique. Les possibilités et les limites du Monte Carlo cinétique concernant la croissance d’agrégats
en surface sont décrites dans Ref. [5]. La méthode de Monte Carlo cinétique permet de reproduire l’évolution
de la surface vers l’état d’équilibre. Il s’agit d’effectuer une suite de processus stochastiques dépendant de la
température et partant d’un état choisi de manière aléatoire. Les modifications possibles sont retenues avec une
probabilité proportionnelle au facteur de Boltzman. Cette méthode simple permet d’obtenir de bons résultats
si les paramètres sont correctement ajustés et si les processus déterminants sont pris en compte. Nous avons
utilisé pour cela une approche multi-échelle [6] consistant à calculer par dynamique moléculaire relaxée le
paysage énergétique des atomes de Co sur la surface Au(778). les barrières énergétiques ainsi évaluées ont été
utilisées comme paramètres dans notre code de Monte Carlo cinétique. Nous avons ainsi obtenu des simulations
numériques permettant de déterminer les processus important pour la croissance de nano-plôts de Co auto-
assemblés et de contrôler les effets de température et de flux.
La croissance contrôlée de plôts de Co sur Au(788) permet à l’équipe de S. Rousset d’étudier actuellement
les propriétés magnétiques d’agrégats de taille nano-métriques [7].
1.1.3 Modèle de champ de phase pour l’auto-organisation de surface : ATER au Groupe de
Physique des Solides
En collaboration avec B. Croset, A. Ghazali (GPS)
Nombre de publication : 2
La croissance de nanostructures sur surface est une technique prometteuse pour l’élaboration de nouveau
composants électroniques, électro-optiques ainsi que pour synthétiser des catalyseurs hétérogènes de haute per-
formance. L’auto-organisation de mono-couche chimi-sorbée sur des surfaces cristallines permet de construire
des masques sur lesquels la croissance sélective de nanostructures est organisée avec des tailles et des périodes
régulières. Plusieurs équipes du Laboratoire du Groupe de Physique des Solides contribuent à une étude ex-
périmentale de ce processus d’arrangement. Des analyses récentes de diffraction d’électrons lents (LEED) et
de microscopie à effet tunnel (STM) ont établi une description précise de l’auto-organisation des systèmes
N/Cu(100) et O/Cu(110). Après craquage des molécules N2 ou O2 et activation des atomes, azote ou oxygène
peuvent être distinctement chimi-sorbés à très basse pression, sur une surface de cuivre. Les mono-couches
ainsi formées présentent des structures internes c(2X2) et p(2X1) respectivement, et leurs paramètres de maille
diffèrents de ceux du cuivre nu. Les désaccords de maille peuvent atteindre jusqu’à 10%. Les contraintes élas-
tiques dues à de tels désaccords entre agrégat et substrat génèrent des structures et des corrélations spatiales à
l’échelle de quelques dizaines de nanomètres. En fonction du taux de recouvrement et de la température, les
formes et l’arrangement de ces objets sont grandement modifiés.
Dans ce domaine de recherche, des études théoriques ont été menées par Marchenko [8] et Vanderbilt [9].
Toutefois, ces résultats méritent un approfondissement puisqu’ils ne donnent qu’une prédiction qualitative de
l’état asymptotique du système et ce, dans des conditions très simplifiées par rapport aux expériences : la
structure interne des agrégats est ignorée ; on postule que l’état du système se trouve sous forme de bandes dont
on calcule la période. Les travaux réalisés au GPS ont permis de décrire la cinétique de l’auto-organisation de
surface par un modèle de type Cahn-Hilliard développé dans les années 60 pour la métallurgie des alliages.
Appliqué au surface, ce modèle standard décrit la séparation de phase pilotée par la cinétique de diffusion. Les
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deux phases coexistantes à la surface peuvent aussi bien représenter deux types de facette qu’une mono-couche
chimi-sorbée sur une surface cristalline nue. Dans le cadre de cette théorie continue, nous intégrons l’énergie
élastique induite par les déformations du cristal sous-jacent via le calcul de la fonction de Green élastique. Nous
retrouvons ainsi les résultats annoncés par Marchenko et Vanderbilt. Notre méthode permet en plus de décrire
la cinétique de l’auto-organisation et de prendre en compte l’anisotropie élastique due aux symétries du cristal.
On montre que ce dernier paramètre joue un rôle important dans l’arrangement des structures nanométriques.
Nous avons publié les résultats obtenus pour une surface (100) d’un cristal cubique [10]. La séparation de phase
est frustrée par les effets élastiques pour atteindre un état de surface stable présentant différentes structures en
fonction des constantes élastiques. Dans le cas de la chimi-sorption sur une surface (100), les structures de
surface présentent différents variants d’orientation ou de translation suivant les symétries de la mono-couche
atomique. Une extension du modèle de Cahn-Hilliard a été réalisée afin de prendre en compte la croissance
de ces variants [11]. Les résultats obtenus ont permis d’établir une comparaison qualitative avec le système
N/Cu(001) mais aussi d’annoncer les différentes nano-structures possibles suivant les symétries de la mono-
couche et celles du cristal sous-jacent. Les recherches sur ce thème se poursuivent au GPS [12].
1.1.4 Modèle de champ de phase pour l’alliage Al3Zr : stage posdoctoral au Laboratoire d’Etude
des Microstructures
Directeur de stage posdoctoral : A. Finel (LEM)
Nombre de publication : 1
Au Laboratoire d’Etude des Microstructures (LEM), nos travaux ont porté sur la cinétique hors d’équilibre
des microstructures dans les alliages Al3Zr. L’intérêt de ces composés et de ses dérivés réside dans leur utilisa-
tion industrielle tant en aéronautique que dans l’industrie automobile. Les propriétés mécaniques des alliages
sont particulièrement sensibles à la structure microscopique. En effet, les dislocations qui constituent le prin-
cipal vecteur de la déformation plastique d’un métal, peuvent être bloquées par la présence de précipités au
sein de la matrice. Le contrôle de la taille caractéristique et de la forme de ces inhomogénéités du métal est
donc un enjeu important pour l’industrie. Techniquement, la trempe et le recuit sont couramment utilisés afin
de modifier la microstructure. Du point de vue théorique, il s’agit de provoquer une transition de premier ordre
depuis une solution solide, stable à haute température vers une phase ordonnée, stable à basse température. Le
système évolue alors de manière à établir l’équilibre thermodynamique entre la phase initiale et la nouvelle
phase. Des précipités de la nouvelle phase apparaissent dans une matrice de solution solide. Le blocage de la
diffusion par une trempe rapide à température très basse permet de sélectionner la taille de ces précipités et
donc la taille caractéristique de la microstructure.
Dans le cas spécifique de l’alliage Al3Zr, des micrographies ont montré des précipités d’une phase or-
donnée (L12) qui améliore la résistance mécanique de l’alliage. Thermodynamiquement instable, cette phase
n’apparaît cependant pas dans le diagramme de phase de l’alliage. Le travail réalisé au LEM a permis d’élu-
cider cette propriété particulière de Al3Zr. Des simulations numériques de la cinétique de transition de phase
ont été développées suivant un modèle proposé par A.G. Khachaturyan [13,14]. Cette approche permet de tenir
compte des déformations locales, dues aux désaccords de maille entre les précipités et la matrice. Ces défor-
mations induisent des interactions élastiques à longue portée. Ces interactions influent de façon essentielle sur
la microstructure lors de la transition de phase.
Les calculs menés au LEM [15] expliquent les observations faites par microscopie électronique sur Al3Zr.
Nous avons mis en évidence que cette phase était favorisée par les effets élastiques du fait de son faible désac-
cord de paramètre de maille avec la solution solide. Cette phase métastable apparaît spontanément pour une
température de recuit peu élevée. La phase thermodynamiquement stable (DO23) apparaît après recuit à plus
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haute température, avec une germination préférentielle sur la structure L12 pré-existante. Une étude expérimen-
tale est actuellement menée par Yann Lebouar au LEM. Cette étude pourrait permettre de tester notre théorie.
1.1.5 Calcul de phonons anharmoniques : stage posdoctoral au Department of Applied Ma-
thematics and Theoretical Physics
Directeur de stage posdoctoral : Robert MacKay (DAMTP)
Nombre de publication : 2 (soumises cf. liste de publications)
Dans certains matériaux tels que les cristaux moléculaires [16] ou dans le diamant [17] ou l’hydrogène
solide [18], les branches de phonons optiques ont une faible dispersion. L’anharmonicité du réseau se traduit
alors par l’existence d’états liés de phonons [19, 20] qui se distinguent des superpositions linéaires d’états à
un seul phonon. Différentes méthodes de spectroscopie ont mis en évidence les états liés à deux phonons,
les biphonons, dans les cristaux moléculaires [16], l’hydrogène solide [18] et dans la phase a de certains
hydrures métalliques [21]. Nous avons développé une méthode numérique, permettant de calculer ces états
liés de phonon dans un modèle de Klein-Gordon non-linéaire. Il s’agit d’un modèle considérant un réseau
régulier d’oscillateurs anharmoniques couplés. L’Hamiltonien du système est semblable aux modèles harmo-
niques présentés dans de nombreux ouvrages de matière condensée [22], à ceci près que les contributions
non-quadratiques (usuellement négligées dans l’approximation harmonique) sont prises en compte. De façon
générale, ces termes non-quadratiques dérivent simplement des interactions atomiques. Nos calculs permettent
d’établir un lien théorique entre les analyses expérimentales de spectroscopie (infra-rouge, neutron, rayons X)
et les interactions atomiques. Sur le plan théorique, dans la limite des hautes énergies, il devrait être possible
d’établir l’équivalence entre les états liés de phonons quantiques et leurs pendants classiques, les modes locali-
sés aussi appelés breathers [23].
1.1.6 Mobilité des bipolarons dans les supraconducteurs : Thèse de doctorat
Directeurs de Thèse : Serge Aubry (LLB)
Nombre de Publications : 4
Depuis la découverte des cuprates par J.G. Bednorz et K.A. Mueller [24], les propriétés électroniques re-
marquables de ces matériaux ont été abondamment étudiées dans l’espoir d’en comprendre les mécanismes et
d’améliorer leur performances. Une préparation minutieuse de ces oxydes composés de plans CuO2 structurés
en millefeuilles entre des couches de composition variable (YCaBa2, HgBa2...) permet en effet d’obtenir des
échantillons qui conduisent un courant électrique sans dissipation à des températures de l’ordre de 100 Kelvin.
Aucun autre matériau ne présente de telles propriétés, qui sont au demeurant très mal décrites par le modèle
standard BCS de la supraconductivité pour les métaux, proposé par J. Bardeen et al. [25]. Par exemple, la faible
densité électronique de trous (porteurs de charges) dans la phase supraconductrice induit un comportement iso-
lant de Mott singulièrement différent des structures électroniques de type liquides de Fermi que l’on rencontre
pour les métaux. Plusieurs théories ont déjà été développées avec des succès partiels. Par exemple, la théorie
RVB de P.W. Anderson [26] décrit de façon satisfaisante les corrélations électroniques. Le modèle du bipo-
laron proposé par A.S. Alexandrov [27] permet quant à lui d’expliquer l’effet isotopique en tenant compte du
couplage électron-phonon, à l’origine de la formation du bipolaron. Cependant le bipolaron, dans le modèle ori-
ginel d’Alexandrov est une quasi-particule trop lourde pour se déplacer par effet tunnel et par conséquent pour
permettre la supraconductivité. Le travail de thèse que j’ai mené avec S. Aubry au Laboratoire Léon Brillouin
(CEA-Saclay), s’intitule “Structures polaroniques et bipolaroniques dans le modèle de Holstein Hubbard”. Le
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modèle proposé par S. Aubry (modèle de Holstein-Hubbard) permet de tenir compte à la fois du couplage
électron-phonon et de la répulsion entre électrons. Ainsi, pour un réseau à 2 dimensions (comme les plans
CuO2 des cuprates), et pour seulement deux électrons, nous avons montré que lorsque le couplage électron-
phonon et la répulsion Coulombienne (de type Hubbard) participent de façon proportionnée, le bipolaron peut
se déplacer par effet tunnel. Outre sa faible masse effective, la paire électronique que constitue le bipolaron
possède une énergie de liaison pouvant atteindre plus de cent Kelvin. Le bipolaron est alors à la fois mobile et
résistant. Nos résultats, bien que limités au cadre d’un modèle à deux électrons, nous ont permis d’ouvrir de
nouvelles perspectives [28, 29, 30] sur la supraconductivité des bipolarons en montrant que le tunneling d’un
bipolaron était possible autour de 100K.
Un intense effort de modélisation des matériaux supraconducteurs à haute température est encore poursuivi
actuellement. On notera par exemple les travaux récents d’Alexandrov [31] sur la mobilité des bipolarons ainsi
que le calcul du diagramme de phase à densité électronique finies pour les modèles de Holstein-Hubbard [32]
et de Hubbard [33]. Le dernier montre une remarquable similitude avec celui des cuprates.
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1.2 Activités d’enseignement
Mes activités d’enseignement se présentent en deux volets, en premier lieu un apprentissage pédagogique
lors de la préparation de l’Agrégation de Sciences Physiques à l’Ecole Normale Supérieure (ENS) de Cachan,
suivie d’un monitorat de 3 ans ; en second lieu, une pratique professionnelle de deux années en tant qu’Attaché
Temporaire d’Enseignement et de Recherche (ATER) à plein temps à l’université de Jussieu.
1.2.1 Agrégation de Sciences physiques et Monitorat
- Préparation de l’Agrégation (1993/1994)
La préparation du concours de l’agrégation comporte une part importante de présentations orales de leçons
de physique et de chimie, et des séances de travaux pratiques. L’objectif est de préparer un cours de niveau
classe préparatoire en 4 heures, puis de présenter le résultat oralement devant une assemblée constituée des
élèves de la préparation et d’un professeur de classe préparatoire, spécialisé sur le sujet traité et chargé de
nous juger et de corriger les éventuels erreurs de pédagogie. Le cours doit être présenté sous la forme d’une
leçon d’une heure et doit comporter l’ensemble des points fondamentaux relatifs à un sujet. L’équivalent de
ce même cours en classe préparatoire réelle nécessite plusieurs séances. Les sujets sont choisis parmi des ma-
tières variées : électromagnétisme, mécanique thermodynamique, optique et acoustique, chimie organique et
minérale. Les leçons de chimie devaient impérativement comporter une expérience de démonstration. En plus
des leçons, des séances de travaux pratiques devaient également être simulées devant le même type d’auditoire
après 4 heures de préparation. L’exercice consistait à mettre en place le matériel adéquate, à réaliser une série
d’expériences de démonstration illustrant le sujet, puis à réaliser une acquisition de données sur une de ces
expériences afin de démontrer une loi de physique propre au sujet. La direction de la préparation était assurée
par Mireille Tadjeddine (ENS-Cachan).
- Monitorat à l’Université d’Orsay, Paris 11 (1995/1998)
Afin de valider l’agrégation obtenue en juin 1994, j’ai effectué un monitorat à l’Université d’Orsay. Ce mo-
nitorat était assuré parallèlement à mes travaux de thèse. Ainsi, j’eu l’occasion de diriger des travaux pratiques
de physique statistique pour des étudiants de Maîtrise de physique fondamentale (responsable J. Cordier), ainsi
que des travaux pratiques de physique des rayons X et de cristallographie, également pour des élèves de Maî-
trise (responsable J.P. Lauriat, LURE - Orsay). Les travaux pratiques de physique statistique avaient pour objet
d’effectuer des mesures de thermo-couple et de conductivité électrique d’un semi-conducteur en fonction de
la température. L’acquisition de donnée était réalisée par micro-ordinateur. Les travaux pratiques de physique
des rayons X et de cristallographie avaient pour objectif de montrer au étudiants de Maîtrise plusieurs points :
la diffraction Thomson des rayons X, la loi de Bragg, l’effet Campton ainsi que les méthodes classiques de
cristallographie telle que le Laué et le Debye Sherrer. Les clichets photographiques étaient alors développés et
analysés sur place.
1.2.2 Attaché temporaire d’enseignement et de recherche (ATER)
- Université Pierre et Marie Curie, Paris 6 (premier semestre 2000/2001)
Durant cette première année en tant qu’ATER, j’ai été enseignant de travaux dirigés en classe préparatoire
au Concours d’entrée à l’Ecole de Médecine (PCEM) de l’Hôpital Saint-Antoine (Paris). Au cours de ce pre-
mier semestre, 96 heures ont été consacrées à l’enseignement intensif des bases de la thermodynamique, de la
mécanique du point, de la mécanique des solides et des fluides, et de l’électromagnétisme (responsable Jacques
7
Treiner). L’année de PCEM débouche sur un concours extrêmement sélectif où les résultats à l’épreuve de phy-
sique bénéficie d’un coefficient important. Les élèves étaient donc particulièrement motivés et exigeants sur la
qualité des corrections des exercices. La préparation de ces travaux dirigés devait être soignée et m’a permis de
mettre en pratique les acquis de l’agrégation.
- Université Pierre et Marie Curie, Paris 6 (deuxième semestre 2000/2001)
Le second semestre fut partagé entre des séances de travaux dirigés et de travaux pratiques, d’un total de
110 heures sur l’électrocinétique en DEUG MIAS (responsable Marie-Françoise Quinton). Le manque de mo-
tivation des élèves a nécessité d’adapter et de réorienter le cours à plusieurs reprises. Malgrés de nombreuses
tentatives pour utiliser des jeux électroniques et pour écouter des baladeurs lasers durant les travaux dirigés, le
programme a été respecté et les séances se sont déroulées correctement et dans une bonne ambiance.
- Université Denis Diderot, Paris 7 (2001/2002)
La totalité de mes heures d’enseignement a été placée au premier semestre de l’année scolaire et répartis
comme suit :
– 28 heures de TD de mathématiques en Licence de physique (responsable Marianne Debauche) ;
– 28 heures de TD et 60 heures de TP de physique des ondes (responsable Christophe Sauty) ;
– 28 heures de cours et 28 heures de TD de mécanique des solides (responsable Yves Delaval).
Chaque semaine, des réunions pédagogiques visant à la préparation des TP et des TD ont eu lieu avec les
enseignants des différents modules. Ce travail de groupe m’a permis d’améliorer mes techniques de préparation
et d’établir des contacts avec des collègues de disciplines scientifiques différentes.




Modélisation mésoscopique en champ de
phase
C’est un port, l’un des plus beaux du bord des eaux... Les chameaux portant leur faix vers les mahonnes
d’au-delà nos mers, sans le savoir, marchent vers lui.
Albert Londres, Marseille porte du sud
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2.1 Introduction
Une introduction chronologique sur la théorie de champ de phase nécessite que l’on rappelle l’approche
phénoménologique de L.D. Landau pour la physique statistique des transitions de phase [34, 35, 36]. Cette
approche repose sur plusieurs postulats. Dans un premier temps, un champ η, aussi appellé paramètre d’ordre,
est défini tel que sa valeur, ainsi que ses dérivées spatiales en un point représentent l’état du système à un
instant donné t. Un autre fondamental de la théorie de Landau est que les grandeurs thermodynamiques telles
que l’énergie, l’entropie et leurs combinaisons comme l’énergie libre du système peuvent être développées par
rapport au champ η et ses dérivées spatiales. L’évolution temporelle du système peut alors être déduite [37] de
son énergie libre de façon à ce que l’équilibre thermodynamique soit atteint asymptotiquement. Le paramètre
d’ordre est en fait lié à l’approximation de champ moyen appliqué à une grandeur physique du système. Par
exemple, dans les composés ferro-magnétiques une moyenne spatiale sur les moments magnétiques atomiques
permet de définir le champ d’aimantation. De la même façon, pour les supraconducteurs conventionnels le
paramètre d’ordre est lié à la densité électronique des paires de Cooper. Pour les changements d’états tels que
liquide/solide, η peut être défini à partir de la densité locale des phases en présence. L’approche de Landau
permet de déterminer les quantités fondamentales d’une transition de phase, mesurables expérimentalement : la
température critique, l’ordre de la transition de phase ainsi que les exposants critiques. Selon les phénomènes
physiques considérés, on retrouve également des quantités spécifiques telle que la longueur de pénétration de
champ magnétique dans les supraconducteurs. C’est en 1954 [37] que la dépendance du paramètre d’ordre par
rapport au temps fut introduite dans le cas de la transition Λ de l’hélium liquide. La relaxation du paramètre





où γ est un paramètre constant et Ω(η) est l’enthalpie libre de Gibbs.
Une restriction notable de la théorie apparaît clairement lorsque l’apparition d’une nouvelle phase est
contrôlée par des fluctuations de taille inférieure à l’échelle sur laquelle est réalisée l’opération de moyenne
qui définit le paramètre d’ordre η. C’est le cas lorsque le système est proche d’une instabilité absolue, la taille
critique de germination de la phase stable au coeur de la phase presqu’ instable est alors de taille atomique et la
définition d’une moyenne à une échelle supérieure ne vaut plus, dans la mesure où celle-ci ne peut plus rendre
compte de l’état réel du système. Néanmoins, dans un cadre très large, la théorie de Landau s’avère efficace et
permet d’établir des lois de comportement fiables par rapport aux expériences. Pour les développements de ce
type d’approche et les résultats qu’ils ont permis d’obtenir en physique du magnétisme et des supraconducteurs,
A. A. Abrikosov et V. L. Ginzburg ont récemment été lauréats du prix Nobel [38].
Dans le domaine de la métallurgie, il convient également de rappeler les travaux de J. W. Cahn et J. E.
Hilliard [39] qui nous serviront de base. Leur théorie, dont les postulats sont similaires à ceux de Landau, s’ap-
plique en effet aux matériaux condensés (solides et liquides) où la diffusion atomique est le processus contrôlant
l’évolution et l’apparition d’une nouvelle phase. Lors de la trempe d’un métal, l’apparition de cette nouvelle
phase, sous forme d’inclusions microscopiques au coeur du métal a un intérêt technologique important puis-
qu’elle induit la formation d’obstacles s’opposant au glissement des dislocations (voir section 3.2), vecteurs de
la déformation plastique. Il en résulte un durcissement du métal et donc une meilleur résistance aux contraintes
externes. Dans leur étude de 1958 [39], Cahn et Hilliard proposent plusieurs méthodes afin d’évaluer l’énergie
libre d’une solution binaire inhomogène. La caractérisation de l’inhomogénéité est alors réalisée via la concen-
tration locale de l’espèce atomique minoritaire c. Cette concentration joue le rôle de champ de phase puisqu’elle
décrit en tout point du système la population atomique. Les développements des techniques de champ de phase
en métallurgie physique ont permis d’intégrer les effets de contraintes élastiques qui s’étendent au sein du ma-
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FIG. 2.1 – Clichés de microscopie par effet tunnel à balayage (STM) de surfaces composées (a) O−Cu(110)
(b) Br−Cu(210) , (c) Br−Cu(100). Le cliché (a) a été réalisé par K. Kern et al. [40]. Les images (b) et (c) ont
été obtenues par J. B. Pethica et al. [41].
(a) (b) (c)
tériau lorsque des inhomogéniétés y apparaissent [14]. Ce formalisme a servi de base à notre étude en champ de
phase sur les surfaces auto-organisées. Dans ce cas précis, la diffusion atomique en surface est influencée par la
répartition des contraintes élastiques dues aux tensions de surface (figures 2.1 et 2.2). Nos travaux [10,11] (voir
également article No. 5.1) ont montré que la combinaison de la diffusion et du champ de déformation élastique
conduit la surface vers un état stationnaire, stable ayant une structure régulière, et que cet état de la surface peut
être radicalement modifié suivant les propriétés élastiques du matériau. Ces résultats seront présentés dans la
section 2.3 après une introduction au formalisme du champ de phase (section 2.2). Les calculs réalisés sur l’ al-
liage Al−Zr, faisant appel à un formalisme similaire à celui de l’auto-organisation, seront également rappelés
dans la section 2.4. Des études complémentaires en cours seront évoquées en section 2.5.
2.2 Formalisme du champ de phase
Nous commencerons par rappeler le formalisme général permettant d’évaluer l’energie libre d’un matériau
de composition non homogène, proposé par J. W. Cahn et J. E. Hilliard [39]. Dans un second temps, nous
détaillerons également les équations cinétiques hors d’équilibre pour la diffusion atomique.
Considérons, par exemple un système dont la composition aux environs du point ~r est fixée par η(~r, t)
où t indique le temps. Le système est repéré par les coordonnées cartésiennes usuelles, x1, x2 et x3 tel que
~r = (x1,x2,x3). La grandeur η(~r, t) est une grandeur intensive et nous considérons cette grandeur et ses déri-
vées, continues et indépendantes. L’énergie libre locale f est egalement supposée continue et dérivable. Nous
pouvons ainsi développer f en une série de Taylor par rapport à η et à ses dérivées :





















où les Li, K1i, j et K2i, j sont les coefficients du développement. Ce développement de fonctionnelle énergie libre
doit respecter les symétries du système. Pour un système isotrope, de symétrie cubique ou carré, f doit donc
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FIG. 2.2 – Clichés de microscopie par effet tunnel à balayage STM (a) d’une surface facettée de Si, et de
surfaces composées (b) O−NiAl(100) et (c) Ir−Cu(100) obtenues par H. Niehus et al. [42].
(a) (b) (c)
être invariante par transformation de xi en −x j ainsi que par la transformation de xi en x j. Le développement
Eq.2.2 est donc réduit à
f (η, ...) = f0(η)+K1∆η+K2(∇η)2... (2.3)










S représente la taille de l’échantillon et K = K2 − dK1dη . Nous obtenons ainsi une formulation où apparaît la
contribution de deux termes, le premier est l’énergie libre d’une partie homogène du système de composition
fixée par η et le second est l’énergie de gradient due à la variation spatiale de la composition. La fonctionnelle
f0 peut elle-même être développée comme un polynôme de η. La forme de ce développement est liée au
diagramme de phase du système et plus particulièrement à ses transitions de phase, comme il ressort de la
théorie de L. D. Landau [35].







où S représente à la fois la taille totale de l’échantillon et le système lui-même. On dit alors que η est un pa-
ramètre d’ordre conservé. Si nous supposons qu’au sein du système peuvent coexister deux phases différentes,
caractérisées par deux valeurs distinctes du paramètre d’ordre η, alors on peut se ramener au cas simple d’une
fonctionnelle f0 dont la forme est un double puits. Par exemple, f0 = ω(η2− 1)2 pour laquelle une phase est
décrite par la valeur η = −1 et l’autre par η = 1. La minimisation de F en tenant compte de la contrainte sur
η fait apparaître un facteur de Lagrange que l’on nomme usuellement potentiel chimique. Le système est à
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l’équilibre thermodynamique lorsque ce potentiel chimique est constant sur l’ensemble de l’échantillon. Dans
le cas simple d’une interface plane entre les deux phases, il est possible de résoudre analytiquement l’équation
d’équilibre entre les deux phases. Le potentiel chimique est donné par :
δF
δη = µ0(T,τ). (2.7)
En introduisant l’expression proposée pour f0 dans cette équation, on montre après dérivation fonctionnelle que
4ωη(η2−1)−K∆η = µ0(T,τ). (2.8)
On résoud cette équation sans second membre pour une interface plane orthogonale à la direction x1 :
η = tanh(β(x1−b)) (2.9)
avec β =√2ω/K. Le paramètre b définit la position de l’interface qui peut être ajustée de façon à vérifier
l’équation 2.6. En conséquence, l’expression η = tanh(β(x1 − b)) est solution à condition que µ0(T,τ) soit
identiquement nul, résultat qui peut également être retrouvé par la construction de la tangente [39] pour l’éner-
gie libre f0 que nous avons choisie. L’avantage de cet exemple est de montrer clairement les propriétés d’une
interface entre les deux phases. Cette interface s’étend sur une largeur de l’ordre de
√
K/(2ω). Plus le coeffi-
cient de gradient K est important, plus l’interface sera étendue. On parle alors d’interface diffuse. A l’équilibre
l’équipartition de l’énergie entre le terme de gradient et l’énergie libre f0 permet de réduire la densité d’énergie
à l’expression K(∇ηeq)2/2 qui, une fois intégrée par rapport à x1, à la traversée de l’interface, nous donne le
coût énergétique d’une interface plane : I = 2/3
√
2ωK.
Si le système considéré est hors d’équilibre, alors le potentiel chimique µ, défini par la dérivée fonctionnelle
δF/δη, varie avec~r. Le flux de matière ~J qui tend donc à ramener le système à l’équilibre peut être évalué au
premier ordre comme étant opposé aux dérivées spaciales de µ. Dans un milieu isotrope ou de symétrie cubique
(ou carrée), on peut donc écrire :
~J =−M~∇(δFδη ) (2.10)
avec M étant le facteur de mobilité. Ce dernier dépend de la température et plus généralement des conditions
extérieures et en particulier de τ. Ce coefficient peut être exprimé d’après la théorie de la réponse linéaire pour
de faibles perturbations autour de la solution constante, η= τ. Cependant, il n’existe pas de forme générale pour




Un développement perturbatif autour de la solution constante η = η0 comprise entre −1 et 1 permet de
mettre en évidence l’existence d’une instabilité, dite instabilité spinodale [43] pour les valeurs de η0 telles
que d2 f0/dη2(η0) < 0. Dans les limites du bi-phasage, en deça ou au delà des limites de la décomposition
spinodale, la solution uniforme est stable et ce sont les fluctuations thermiques qui contrôlent la séparation
de phase. Or ces fluctuations ne sont pas du tout prises en compte dans le formalisme précédent. Un moyen
simple consiste à introduire de manière ad hoc des fluctuations dans l’équation d’évolution Eq.2.11. C’est ce
que propose A. Khachaturyan [14] en appliquant un parallèle avec la théorie du mouvement Brownien proposée
par H.E. Cook [44]. Le développement de Cook permet de réécrire l’équation 2.7 sous la forme suivante :
∂η
∂t =−
~∇.~J +ψ(r, t) (2.12)
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FIG. 2.3 – Schéma décrivant une surface comportant des sites d’adsorption (cercles vides) et des atomes adsor-
bés (cercles noirs). Les flêches pointent vers les sites premiers voisins d’un atome adsorbé.
où ψ est un terme stochastique assurant des variations de η conformes aux fluctuations thermiques à l’équilibre :
< ψ(r, t)ψ(r′, t ′)>=−2MkBT δ(t− t ′)δδ(r− r′) (2.13)
Nous envisageons maintenant une description de type solution régulière [39], moins générale que celle
proposée précédemment mais qui permet d’étendre la validité du champ de phase à l’échelle atomique. Nous
choisissons de présenter cette approche dans le cas d’une surface sur laquelle a été déposé au préalable un
certain nombre Nat d’atomes (figure 2.3). Notons Nads le nombre de site d’adsorption que présente notre surface.
Nous choisissons d’orienter la direction du repère de coordonnées tel que x3 soit la normale sortante à la
surface. Nous supposons que la répartition des sites respecte une symétrie carrée. Le taux de couverture est
défini par τ = Nat/Nads. Nous définissons le taux d’occupation θ(x1,x2, t) à l’instant t d’un site d’adsorption
de coordonnées (x1,x2) par θ = 0, si le site est vide et θ = 1, si ce site est occupé par un atome. La moyenne






θ(x1,x2, t ′)dt ′. (2.14)
Nous supposons qu’il soit possible de choisir Λ, à la fois négligeable devant le temps caractéristique d’évolution
vers l’équilibre et suffisamment important comparé aux processus atomiques élémentaires. Dans notre cas, ce
processus est le saut d’un atome entre deux sites, usuellement caractérisé par un temps ν−10 exp(∆E/kBT ) où ν0
est une fréquence d’essais de l’ordre de la picoseconde et ∆E est la barrière énergétique à franchir afin de passer
d’un site à l’autre. La quantité ∆E dépend essentiellement des interactions entre atomes (voir section 3.3). Si
nous restreignons notre information sur un site à la quantité η. Le coup énergétique des liaisons pendantes
autour d’un site peut être comptabilisé comme étant proportionnel à la probabilité de trouver un site occupé
à coté d’un site vide, soit η(x1,x2)(1−η(x′1,x′2)), où (x1,x2) et (x′1,x′2) désignent deux positions voisines du
réseau de sites d’adsorption. Le coefficient de proportionalité est noté Ω, homogène à une énergie. Le coup
14
énergétique des liaisons pendantes autour du site (x1,x2) peut alors s’écrire :





Si notre échelle de temps, Λ est suffisamment grande, le taux d’occupation moyen d’un site η varie continue-
ment et peut être développé en série par rapport au variable d’espace :










où l’on utilise la règle de somme implicite. Sur un réseau de symétrie carrée, pour lequel a est la distance entre
premiers voisins, l’équation 2.16 peut être écrite :






où le terme de dérivée simple disparaît du fait des symétries. Si ν est le nombre de sites premiers voisins,
l’énergie par site peut être estimée en remplaçant η(x′1,x′2) par l’expression 2.17 dans l’équation 2.15 :
E(x1,x2, t) = Ωνη(1−η)−Kη∆η (2.18)
où K =Ων a22 . Le fait d’avoir effectué une moyenne afin de décrire l’état d’un site n’est pas neutre car il implique
une perte d’information sur la configuration réelle. Cette perte d’information peut être quantifiée par la forme
usuelle de l’entropie configurationelle sur un site :
S(x1,x2, t) = kBT (ηln(η)+(1−η)ln(1−η)). (2.19)
Réunissant les deux contributions, énergie chimique E(x1,x2, t) et entropie S(x1,x2, t) afin d’évaluer l’énergie
libre par site, nous trouvons donc :
f (η) = Ωνη(1−η)− kBT (ηln(η)+(1−η)ln(1−η))−Kη∆η (2.20)
ce qui nous permet de retrouver une fonctionelle f similaire à celle introduite précédemment (équation 2.3).
En particulier, on trouve une contribution homogène f0 sous la forme d’un double puits (pour des valeurs
de kBT du même ordre que Ω). On trouve également une contribution inhomogène proportionelle à η∆η qui
correspond à un ∇2η (après intégration par partie sur l’ensemble de la surface). Cette approche permet de
relier les coefficients de la fonctionnelle f à des grandeurs atomiques : énergie de liaison, nombre de premiers
voisins, distances entre ces mêmes voisins. De même le flux de matière et l’équation de conservation peuvent
être évalués suivant cette approche sur réseau atomique. On retrouve alors des équations d’évolution similaires
aux équations 2.10 et 2.11. Le modèle est alors équivalent à un modèle de champ moyen sur réseau [45]. La
forme 2.20 de la fonctionelle énergie libre présente cependant l’inconvénient d’être singulière en η = 0 et
η = 1. C’est pourquoi, dans nos calculs numériques, nous préférons utiliser un polynôme dont les coefficients
sont ajustés de façon à reproduire au mieux f0(η).
L’évolution cinétique d’une surface, modélisée par le formalisme précédent reproduit correctement les di-
vers comportements possibles dans le domaine de validité de nos approximations. On distingue en particulier
en fonction du taux de recouvrement τ de la surface et de la température : le stade de germination croissance,
l’instabilité spinodale, la coalescence et la coagulation. On remarque que le régime de coalescence se caracté-
rise bien par une variation de la taille critique des domaines, de la forme at1/3 +b, comme le prédit la théorie
Lifshitz-Slyozov-Wagner (LSW) du murissement de Ostwald [46]. En effet, au temps long, la surface atteint un
régime quasi-stationnaire où seuls subsistent quelques amas de tailles importantes et dont les plus gros croissent
aux dépends des plus petits, la limite entre grand et petit variant avec le temps comme le prédit la loi LSW (voir
figure 2.4).
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FIG. 2.4 – Evolution cinétique dérivée des équations 2.10 et 2.11 pour une surface de taux de recouvrement
moyen τ = 0.3 (défini dans le texte). Les temps de simulation correspondant aux images, en unité arbitraire,




2.3 Auto-organisation de surface
L’auto-organisation de surface est un phénomène étudié abondamment sur le plan expérimental car il permet
de produire des surfaces ayant la forme de masque dont les motifs sont de l’ordre du nano-métre [40, 41, 42].
Ces surfaces sont envisagées comme applications technologiques, par exemple pour l’élaboration de catalyseurs
hétérogènes ayant un rendement réactif important [47].
Le calcul analytique de V. I. Marchenko [8] permet de définir un modèle simple, contenant les ingrédients
élémentaires de l’auto-organisation de surface. Ce modèle détermine analytiquement l’état stable d’une surface
présentant un facettage suivant une direction. Nous présentons brièvement ce travail afin d’introduire de manière
simple le formalisme du calcul élastique qui nous sera nécessaire par la suite afin de traiter un cas plus complexe.
On utilise les mêmes notations que dans la partie précedente. Les deux types de facettes traités dans cet exemple
sont identifiés aux deux phases dont nous venons de discuter et auxquelles nous avons associées les valeurs
η = 0 et η = 1. On note également I le coût énergétique par unité de longueur d’une interface entre ces deux
phases.
Nous supposons que chaque facette implique une tension de surface différente, notée βpi, j où (i, j)∈ (1,2,3)
sont les indices de coordonnées et p = 0 ou p = 1 indique de quel type de facette il s’agit. On remarque que
les βpi,3 sont nuls, puisque la tension de surface ne dépend que des coordonnées de surface : (x1,x2). L’équilibre









sur la surface. Le tenseur σi, j représente le tenseur des contraintes internes. Dans le régime élastique (nous
supposons que la tension de surface n’induit pas de déformation plastique), l’énergie du substrat peut alors être




βpi, jui, jdS+ 12
∫
V
σi, jui, jdV. (2.23)
L’intégration par partie du dernier terme en tenant compte des équations d’équilibre mécanique (équations 2.21




βpi, jui, jdS. (2.24)





où nous avons noté la force Pi =
∂βpi, j
∂x j et le déplacement ui. Dans le cadre de la théorie élastique, les tenseurs ui











En fait, à l’intérieur d’un domaine uniforme de phase p donnée la force Pi est nulle puisque la tension de
surface ne varie pas. Celle-ci ne prend de valeurs non-nulles qu’aux lisières entre deux domaines, occupés par
des facettes différentes. La théorie de V. I. Marchenko suppose que :
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- Les bords des facettes sont rectilignes et orientés orthogonalement à la direction x1, impliquant ainsi une
invariance de translation par rapport à x2.
- La force Pi a pour valeur F , suivant la direction x3, lors du passage d’un domaine p = 0 à p = 1 suivant
x1 croissant. Inversement, au passage de p = 1 vers p = 0, alors P3 = −F . On note le premier type de
frontière A et le second B.
- Le matériau est élastiquement isotrope. C’est-à-dire que le facteur d’anisotropie élastique χ = C11 −C12 −
2C44 est égal à zero (ce qui est loin d’être le cas pour la plupart des métaux [49]).
Si nous admettons ces approximations, nous pouvons remarquer que u3 ne dépend pas de la coordonnée x2 et






Cette intégrale se réduit à une somme discrète puisque Pi est non nulle uniquement aux lisières. Pour un en-





F(u3(x1 = 0)−u3(x1 = L1)) (2.28)
où nous avons divisé par L2 et nous avons choisi de placer le début d’une facette de type 1 à l’origine x1 = 0
et la lisière entre 1 et 0 en x1 = L1. La quantité L1 définit alors la taille d’une facette 1. Des forces de signe
opposées étant appliquées en x1 = 0 et x1 = L1, u3(x1 = 0) =−u3(x1 = L1) et par conséquent :
E ′el =−Fu3(0). (2.29)
Il nous faut maintenant déterminer u3(0) et pour ce faire, résoudre les équations couplées 2.21 et 2.22 pour
le matériau isotrope. Dans un premier temps, nous pouvons déterminer le déplacement u3 dû à une seule des
forces F , appliquée à la position Xn, en utilisant la formule 8.19 du manuel de théorie élastique de Landau et








avec G étant le module de Young et ν le coefficient de Poisson. Comme la force F est en fait appliquée tout
le long de la direction x2, sur les bords de domaines, nous éliminons la dépendance de u3 par rapport x2. Si Xn
indique les positions successives des lisières de type A, on remarque que les lisières B sont en Xn +L1 où L1

























(x1−Xn +L1) ] (2.32)
où L1 est la borne supérieure de la surface suivant la direction x1. Comme la plus petite valeur de dXn est fixée
par L , une division par L intervient dans le passage d’une somme discrète 2.31 à l’intégrale 2.32. On obtient
alors pour x1 ≈ 0





[ln |(x1−L1)/(x1−L1 +L1)|+ ln |L1/a|] (2.33)
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où nous avons introduit a, le cutoff usuel de l’élasticité continue qui fixe une borne minimum sur la distance
entre le point d’application d’une force et le déplacement induit en un point voisin. Puisque L1 est très grand,














En notant τ = L1/L , ce qui correspond à la proportion de facette de type 1, soit le taux de couverture de la







qui correspond à la formule (3) du papier de Marchenko [8]. A cette expression on ajoute l’énergie de lisière I,
ce qui nous donne l’énergie totale de la surface par unité de longueur et par lisière :






Cette énergie a un minimum par rapport à la taille totale de deux facettes L qui est donné par Lmin = a/τe. L’état
stable de la surface est en fait une succession de bande régulière de longueur Lmin inversement proportionelle
à τ. Le calcul établi par V. I. Marchenko fournit une formulation simple qui permet d’interpréter les résultats
expérimentaux tels que ceux des figures 2.1(a) et 2.2(a). Nous remarquerons cependant que la contribution
élastique de l’énergie a une influence sur la forme de l’interface entre deux domaines et par conséquent modifie
l’énergie d’interface I. La prise en compte de cet effet nécessite un calcul auto-cohérent des deux contributions :
énergie d’interface et élastique. La cinétique imposée par la diffusion atomique doit également être considérée
afin de déterminer le temps nécessaire pour atteindre la morphologie finale. Par ailleurs, le calcul de Marchenko
ne nous informe pas sur le comportement de surface dont la symétrie est plus élevée ainsi que sur le cas
de matériaux élastiquement anisotropes (voir les hypothèses du calcul ci-dessus). La figure 2.5 montre un
cas d’auto-organisation sur une surface (001) de symétrie carrée. Les morphologies observées diffèrent des
successions de bande montrées par les figures 2.1(a) et 2.2(a). C’est l’ensemble de ces remarques qui nous
amène à développer une théorie de champ de phase de l’auto-organisation. En effet notre approche permet de
traiter de façon cohérente, les contributions chimiques et élastiques ainsi que d’introduire une modélisation
simple de la diffusion et d’inclure les propriétés élastiques anisotropes qui caractérisent le substrat. Pour ce
faire, nous avons suivi la démarche proposée par A. Khachaturyan [14, 13] qui consiste à prendre en compte la
contribution élastique dans le calcul de l’énergie libre (équation 2.3). Cette contribution élastique est calculée
en fonction du paramètre d’ordre, le taux de couverture local. La partie significative de notre approche réside
dans le calcul auto-cohérent de l’énergie élastique pour une surface d’orientation (001) en fonction du taux
de couverture. Pour cela, nous exprimons la tension de surface βi, j en fonction du champ de phase η tel que
βi, j = β0i, jη. Ainsi, les domaines de la surface dont les sites sont occupés, vérifiant η = 1, impliquent une
tension constante β0i, j alors qu’inversement les domaines vides n’impliquent aucune tension de surface. Ceci
revient à dériver une force en surface Pi = β0i, j ∂η∂x j qui se porte essentiellement aux lisières entre domaines
couverts et domaines non couverts. Le calcul complet de l’énergie élastique pour une surface (001) est détaillé
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dans l’article No. 5.1 (le taux de couverture local y est noté θ au lieu de η). Ce développement permet d’obtenir
une énergie libre totale : F =
∫





où le déplacement ui(x1,x2) satisfait les équations 2.21 et 2.22. La méthode d’inversion des équations 2.21 et
2.22 consiste à effectuer une transformation de Fourier permettant de réduire le calcul à celui d’une fonction de
réponse, dit fonction de Green élastique. Cette méthode est inspirée de l’annexe A du manuel de A. Pimpinelli et
J. Villain [50]. L’évolution du flux de diffusion est alors pilotée par la relaxation du grand potentiel F , incluant
l’énergie élastique, de façon similaire au cas présenté en section 2.2.
La transformation de Fourier permettant de résoudre les équations 2.21 et 2.22 est réalisée par rapport aux









P˜i = β0i, j(i2piq j)η˜(q1,q2). (2.39)




P˜i(q1,q2)u˜i(q1,q2)(x3 = 0)dq1dq2 (2.40)
et les équations 2.21 et 2.22 déterminant l’équilibre mécanique du volume (x3 < 0) :
∑
l 6=3, j 6=3














où nous avons introduit le tenseur des coefficients élastiques λi, j,k,l [48]. Pour l’équilibre de la surface (x3 = 0) :
σ˜i,3 = P˜i. (2.42)







Les équations 2.41 et 2.43, déterminant le champ de déplacement u˜ j forment un jeu d’équations différentielle
(par rapport à x3) couplées et linéaires. La résolution en est donc particulièrement simple puisque la solution
est une forme exponentielle :
u˜ j = ∑
l
ψ j,l exp(−αlx3). (2.44)
Pour plus de détails, on pourra se reporter à l’article No. 5.1, ci-joint.
Dans le cadre de notre étude, il a été montré que la diffusion des atomes adsorbés était influencée par
la répartition des tensions de surface. Ainsi dans le régime de couverture τ ≈ 0.5 (régime spinodale de la
décomposition de surface [51]), le système évolue spontanément vers un état asymptotique constitué d’un
enchevêtrement de bandes (figure 2.6). Dès les premiers stades de la décomposition, on voit apparaître un
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FIG. 2.5 – Images STM de N−Cu(001) obtenues par le groupe de physique des surface du GPS [52] à Jussieu.
(a) (b) (c)
FIG. 2.6 – Cinétique de la séparation de phase sur la surface (001) d’un crystal cubique, pour un taux de
couverture τ = 0.5. Première ligne : tension de surface négligeable. Seconde ligne : tension de surface de
40 mJ/m2 pour le facteur d’anisotropie du cuivre χ = χCu. Troisième ligne : tension de surface 57 mJ/m2 pour
le facteur d’anisotropie du chrôme χ = χCr.
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FIG. 2.7 – Etats stables de surfaces (001) d’un crystal cubique, pour un taux de couverture τ = 0.21 (à gauche)
et τ = 0.35 (à droite) et pour χ = χCu (ligne du haut) et χ = χCr (ligne du bas).
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réseau de bandes qui perdure jusqu’à l’atteinte d’un état figé. L’orientation des bandes dépend des coefficients
élastiques du matériau et du tenseur β0i, j. En comparaison d’une surface sans effet élastique, la cinétique est
rapidement figée. Pour un taux de couverture relativement bas τ≈ 0.3, l’état stable de la surface est un ensemble
de domaines non coagulés, au contraire des bandes décrites ci-dessus (figure 2.7). Ces domaines sont alignés
suivant les directions préférentielles identiques aux bandes observées pour des taux de couverture plus élevés.
Ces résultats permettent d’étendre la théorie de l’auto-organisation aux surfaces de symétrie carrée mais surtout,
ils déterminent le type de morphologie induit par les effets élastiques. On peut ainsi différencier les cas de
surface (001) du cuivre (cubique face centrée) et du chrôme (cubique centré) (figures 2.6 et 2.7). Nous avons
testé par ailleurs la robustesse des résultats de notre modèle par rapport aux fluctuations thermiques en imposant
un bruit dans l’équation cinétique 2.12. On constate le même type d’états asymptotiques. Le calcul présenté
ci-dessus peut être étendu aux différentes orientations de surface, par exemple (011) et (111). Il est alors
nécessaire de considérer les coefficients de gradient Li, introduit dans l’équation 2.2 afin de tenir compte des
nouvelles symétries.
2.4 Etude en champ de phase de l’alliage Al3Zr
Le formalisme utilisé pour l’étude de l’auto-organisation de surface est en fait similaire à ce qui a été dé-
veloppé en métallurgie physique par A. Khachaturyan [13, 14]. En effet, l’idée commune est d’associer à la
théorie de Cahn et Hilliard (section 2.2), une fonctionnelle énergie libre incluant la contribution de l’énergie
élastique, elle-même calculée à partir des variations spatiales du paramètre d’ordre. Par intégration des équa-
tions cinétiques, on en déduit alors l’évolution du paramètre d’ordre qui n’est autre que le champ de phase.
Dans le cas d’un alliage, le diagramme de phase fait apparaître différents types d’ordres en fonction de
la concentration. Une phase ordonnée ne peut être décrite uniquement par un champ de concentration mais il
faut considérer l’ordre qui la caractérise. Ce dernier fait intervenir une modulation à l’échelle atomique. Cela
peut se présenter de manière simple, dans le cas d’une chaîne de sites sur laquelle on dispose des atomes de
différentes espèces, représentées par A ou B. Si les sites sont liés par un vecteur de coordonnée a(1,0,0), où a
est la distance entre deux sites, le réseau réciproque associé à la chaîne a pour vecteur de base 1
a
(1,0,0). Si les
atomes A et B sont disposés les uns à la suite des autres, le long de la chaîne, alors le réseau de site comportant
uniquement les atomes A a pour vecteur réciproque ~q = 1
a
(12 ,0,0). Il en est de même pour B. L’occupation du
site~r peut être décrite par le champ c(~r) qui est alors donné par c(~r) = 12 +
1
2 cos(2pi~q.~r). Ainsi, pour un site sur
deux du réseau direct, c est égale à l’unité. Pour les sites complémentaires, c est nul et l’intégrale de c(~r) sur
tout l’espace donne une proportion de site occupés par A, égale à 0.5. On peut recommencer l’exercice dans un
cas différent. Au lieu de disposer un atome d’espèce A sur deux, on peut traiter le cas d’un motif constitué de
la succession de deux atomes B puis d’un atome A. La proportion d’atome A est 1/3 et le vecteur réciproque
est ~q = 1
a
(13 ,0,0). Par transformation de Fourier du motif du réseau direct, on en déduit la forme du champ
c(~r) = 13(1+ 2cos(2pi~q.~r). Le long de la chaine, c prend les valeurs successives 0, 0 puis 1 et ainsi de suite.
On remarque donc que pour une phase ordonnée, on peut décrire l’occupation des sites d’un réseau par une
expression de la forme c(~r) = c0 +ηcos(2pi~q.~r). La description de l’occupation fait intervenir, non pas un seul
mais deux paramètres d’ordre qui sont : la proportion c0 de sites occupés par une espèce et l’amplitude η de la
composante de Fourier de la modulation caractérisant l’ordre.
Dans le cas d’un alliage binaire, comme Al−Zr, plusieurs phases ordonnées peuvent intervenir suivant le
domaine de composition. Pour Al3Zr on remarque la coexistence de la solution solide avec un phase ordonnée,
dite DO23 (figure 2.8). La prédiction du diagramme de phase vaut pour la comparaison des énergies thermody-
namiques de phases massives. Les observations de microstructures (figure 2.9) révèlent un autre comportement.
En effet, pour des températures de recuit relativement basses, la phase DO23 ne précipite pas dans la solution so-
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FIG. 2.8 – Différente symétrie de l’alliage Al3Zr, à gauche DO23 et à droite L12.
FIG. 2.9 – Images de microscopie électronique en transmission de précipités Al3Zr. A gauche, image de préci-
pités sphériques L12 pour un alliage Al-0.28% Zr-0.073% Si-0.10% Fe (pourcentage en masse)recuit 271h à
450◦C. A droite, image de précipités batonnets DO23 pour un alliage Al-0.30% Zr-0.059% Si-0.092% Fe recuit
20h à 500◦C. Ces observations ont été réalisées par A. Walther et Y. Lebouar (LEM).
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lide mais, au contraire, c’est une phase de symétrie L12 (figure 2.8) qui apparaît majoritairement. Celle-ci n’est
pas stable thermodynamiquement. Notre étude en champ de phase montre que l’apparition de cette phase est
due aux effets élastiques. En effet, la phase L12 se caractérise par un paramètre de maille relativement proche
de celui de la solution solide alors que la phase DO23 possède une symétrie de tétrahédre dont le paramètre le
long de l’axe tétragonal diffère de plusieurs pourcent de la solution solide.
La principale difficulté de cette étude a été l’ajustement de la fonctionelle énergie libre par rapport aux
quantités physiques telles que les limites de solubilité des différentes phases ordonnées, les énergies d’interface
entre les différentes phases et la solution solide ainsi que la différence d’énergie entre les phases ordonnées
δL12 , estimée par des calculs de structure électronique [53]. Pour une phase de symétrie L12, l’occupation des
sites du réseau cristallin peut être décrite par :
c(~r) = c0(~r)+ ∑
j=1,2,3
η j(~r)exp(i2pi~K j.~r) (2.45)
soit, en tout quatre paramètres d’ordre. Pour la phase tétragonale, trois autres paramètres d’ordre sont néces-
saires, soit au total 7 paramètres d’ordre :
c(~r) = c0(~r)+ ∑
j=1,2,3
η j(~r)exp(i2pi~K j.~r)+ γ j(~r)exp(i2pi~Q j.~r)+ γ∗j(~r)exp(−i2pi~Q j.~r) (2.46)
La fonctionnelle énergie libre doit alors être dérivée par rapport à l’ensemble des paramètres, en respectant les
symétries de c(~r), ce qui donne la forme suivante :
f (c0,η,γ) = An(c0− c1)n + A22 (c2− c0)∑j η
2
j −A3η1η2η3 +A4 ∑
j
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On remarque que f (c0,η,γ) est invariant par rapport à l’inversion de signe des ηi et γi, ainsi que par rapport à
toutes permutations, soit des ηi entre eux, soit des γi entre eux. Les conditions de méta-stabilité des deux phases
ordonnées imliquent certaines restrinctions sur les valeurs des paramètres de f . Ces limites ont été déterminées
par le calcul des valeurs propres du jacobien de f . Les minimas de la forme variationelle f sont reportés sur la
figure 2.10 en fonction de c0.
Le calcul de l’énergie élastique en fonction des paramètres d’ordre est réalisé sur le modèle proposé par A.
Khachaturyan [13]. On introduit une déformation dépendante des paramètres d’ordre :










où css est la concentration d’équilibre de la solution solide, ceq est la concentration d’équilibre des phases
ordonnées et ηeq est la valeur d’équilibre du paramètre d’ordre η de la phase ordonnée DO23. Ceci permet de
tenir compte des variants d’orientation de la phase tétragonale qui sont déterminés par les différentes valeurs
que peut prendre le champ η j. Les tenseurs de déformation ε00 et ε0l ( avec l = (1,2,3)) sont évalués à partir
des paramètres de maille à l’équilibre des différentes phases. La loi de Hooke nous permet alors d’estimer la
contrainte correspondant à la déformation ε0i, j :
σ0i, j = λi, j,k,lε0k,l (2.49)
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FIG. 2.10 – En fonction de la concentration en Zr, fonctionelle énergie libre homogène de l’alliage Al3Zr,
ajustée sur les énergies d’interfaces, les limites de solubilité des différentes phases ordonnées et leur différence
d’énergie libre δL12 .
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où λi, j,k,l est le tenseur des constantes élastiques du matériau homogène. On suppose que ces constantes élas-





σ0i, jui, jd~r (2.50)

























L’équation est linéaire et peut donc être résolue simplement par une transformation de Fourier à trois dimen-
sions. L’obtention de la solution de l’équation 2.52 permet alors de calculer Eel qui est alors prise en compte
dans l’énergie libre du système.
Nos résultats ont permi de montrer la germination et la croissance de la phase L12 pour un domaine de
température faible (l’amplitude du bruit dans l’équation 2.12) et une concentration en Zr qui est proche de la
limite de solubilité (figure 2.11). Les inclusions de la phase L12 sont de formes sphériques ce qui est conforme
aux observations de microscopie électronique [54, 55, 56, 57] (figure 2.9). Lorsque les fluctuations thermiques
augmentent (amplitude du bruit dans l’équation 2.12), ou que la proportion de Zr augmente, la germination de
la phase DO23 est alors privilégiée. Cette phase se caractérise par sa forme de batonnet (figure 2.12) résultant
du fort désaccord de paramètre de maille suivant l’axe tétragonal. Cette forme est imposée par les effets élas-
tiques et elle est également conforme aux observations expérimentales. Les différentes orientations de la phase
tétragonale déterminent l’axe anisotrope des batonnets. Cela correspond aux différents variants d’orientation
de la fonctionelle f . De même, sur les figures 2.11 et 2.12 on remarque, grâce au code de couleur, les variants
de translation des différentes phases L12 et DO23. Nos simulations ont également montré que sur une micro-
structure de type L12 (obtenue par un recuit à basse température, figure 2.12) il pouvait y avoir germination
hétérogène de précipités DO23, pour une température de recuit suffisamment élevée. De surcroit, nous avons
constaté que plus la température du recuit est élevée plus la germination des inclusions de symétrie DO23 in-
tervient tôt [15]. Les germes DO23 apparaisent en effet aux interfaces entre la solution solide et les précipités
de symétrie L12. Ces résultats restent à confirmer par une observation expérimentale et doivent être comparés
à une proposition de M.S. Zeddalis et M.E. Fine [54] qui impliquerait un cisaillement des sphéres L12 par des
dislocations.
La thèse de E. Clouet a récemment été achevée [58] portant sur l’étude à faible concentration de la phase L12
dans Al3Zr. Du fait de l’impossibilité de germination de DO23 dans cette gamme de concentration, l’étude a pu
être réalisée sans tenir compte des effets élastiques. Les simulations numériques, portant sur la germination de
L12, ont été réalisées en Monte Carlo cinétique (KMC) sur réseau rigide. Le couplage de ces simulations avec le
champ d’élasticité du champ de phase peut être envisagé afin d’étudier par KMC un domaine de concentration
plus élevée. L’intérêt du modèle KMC est de décrire précisemment le processus de diffusion lacunaire au sein
des métaux. La loi d’activation [59] utilisée dans les simulations KMC fait intervenir une barrière d’énergie
∆Echim pour chaque événement atomique. Dans le cas de l’alliage modélisé par E. Clouet, ces événements sont
réduits aux échanges d’une lacune avec les atomes voisins. L’énergie ∆Echim est calculée à partir des énergies
d’alliage étendues aux premiers voisins, voire aux second voisins. Afin de prendre en compte l’effet du champ
de contrainte imposé par les atomes de solutés, l’énergie d’activation peut être étendue de la façon suivante :
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FIG. 2.11 – Cinétique de précipitation de la phase DO23 dans l’alliage Al−Zr pour T = 850K (amplitude des
fluctuations dans l’équation 2.12) et cZr = 3% at. en fonction de la durée du recuit. Les différentes couleurs
représentent les variants de translation des précipités ordonnés de symétrie DO23. Le tiret horizontal indique








∆Echim−~Fel.~r où~r est le vecteur déplacement lié au saut considéré : vecteur joignant la position atomique stable
de départ à la position instable située à mi-parcours entre le site de départ et le site d’arrivée. La force ~Fel est la













où nous introduisons le paramètre d’ordre η calculé en chaque point du système comme la moyenne du taux
d’occupation d’un site par l’espèce minoritaire Zr, estimée sur une durée Λ (grande devant le pas de temps
KMC). Le tenseur des contraintes σ0i, j est lié au tenseur déformation ε0i, j par la loi de Hooke. Ce dernier tenseur
correspond à la déformation induite par un atome de Zr (défaut ponctuel) au sein du cristal de Al. L’équation
2.54 peut être résolue par transformation de Fourier sur le réseau atomique. Le bilan détaillé est respecté puisque
pendant la durée Λ, la force Fel agit comme une force extérieure et ne dépend pas des configurations atomiques.
Ce type de développement pourrait être utile pour d’autres cas que Al−Zr, notamment afin de modéliser la
croissance sur une surface ayant tendance à l’auto-organisation. Le traitement des effets élastiques serait alors
similaire à celui proposé en section 2.3. En effet, dans ce dernier cas, le modèle KMC permettrait de prendre
en compte les effets du flux et de traiter convenablement le processus de germination croissance en présence de
tension de surface.
Les développements réalisés sur l’alliage Al − Zr ont inspiré une étude complémentaire [11] portant sur
l’auto-organisation de surface qui nous a permis de mettre en évidence les effets d’ordre interne des films ad-
sorbés. En effet, la structure interne de certains films respecte des symétries. Ainsi la mono-couche N−Cu(001)
a une structure interne représentée sur la figure 2.13 (figure 2.5). Cette structure est appelée C2X2 alors que
l’oxygène déposé sur une surface Cu(011) adopte la symétrie notée P2X1 représentée sur la figure 2.14 (figure
2.4). La prise en compte des symétries internes des couches adsorbées nous permet de développer l’énergie
libre de surface de manière à distinguer la coexistence de domaines ayant différentes symétries (figure 2.15).
La tension de surface imposée (β0i, j dans l’équation 2.39) par le dépôt peut également dépendre des paramètres
d’ordre supplémentaires, décrivant les différentes symétries. Pour de faible taux de couverture, les domaines
de différentes phases étant disjoints, la présence des différentes symétries ne modifie pas la morphologie de la
couche en surface par rapport au cas sans symétrie interne, présenté en section 2.3. Cependant, lorsque le taux
de couverture atteint des valeurs supérieures à 0.5, les domaines de différentes symétries peuvent interagir et des
paroies d’anti-phase se forment (figure 2.15). Ces paroies sont analogues aux paroies de domaines magnétiques
dans les composés ferromagnétiques. Dans notre cas, ce sont en fait des lignes qui interdisent la coagulation
des domaines ordonnés ayant des variants d’ordres différents. L’orientation de ces lignes d’anti-phase dépend
de l’anisotropie des tensions de surface ainsi que de l’anisotropie élastique du substrat.
2.5 Etudes prospectives en champ de phase
2.5.1 Cinétique de croissance d’un film métallique sur une surface
Nous avons montré comment la méthode de champ de phase permettait de déterminer l’évolution asymp-
totique de dépôts mono-couche sur surface cristalline [10, 11]. Sur cette base, nous avons commencé, en colla-
boration avec C. Ricolleau (LMCP) une étude permettant d’étendre le champ de phase aux cas de films épais
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FIG. 2.12 – Idem figure 2.11, pour une température de recuit et une composition différentes : T = 425K,








FIG. 2.13 – Schéma de la structure interne C2X2 pour une couche N −Cu(001). On remarque deux variants
d’orientation.
FIG. 2.14 – Schéma de la structure interne P2X1 d’une couche O−Cu(011). On remarque deux variants
d’orientation et pour chacun de ces variants deux variants de translation.
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FIG. 2.15 – Etats stables de deux surfaces auto-organisées ayant pour symétrie interne : une C2X2 (a-c) et P2X1
(d-f) pour différents taux de couverture τ < 0.4 (a,d), τ = 0.6 (b,e) et τ > 0.7 (d,f). Les domaines de symétries




FIG. 2.16 – Vue plane (à gauche) et profil correspondant (à droite) d’un calcul de champ de phase pour la
croissance d’un film issu du dépôt sur une surface modèle (représentée en gris). Sur le profil, les agrégats
foncés sont les plus éloignés du plan de projection.
présentant la propriété de démouiller la surface du substrat. Le principe de notre approche consiste à forma-
liser une théorie de solution régulière (section 2.2) telle que celle utilisée par J.W. Cahn [39]. L’opération de
dérivation de la fonctionelle énergie libre du dépôt doit alors tenir compte de la présence de l’interface avec le
substrat. De nouveaux termes apparaissent alors dans le développement du potentiel chimique et jouent un rôle
dans la cinétique de la couche mince. L’amplitude de ces termes est liée aux tensions superficielles mises en
jeu sur le substrat.
Nous avons souligné lors de l’introduction que l’utilisation du formalisme du champ de phase ne permet
pas de déterminer une cinétique de germination lorsque celle-ci fait intervenir un rayon critique de l’ordre des
distances inter-atomiques. En effet, d’après ce que nous avons développé dans la section 2.2, cette limite peut
être interprétée de deux façons : soit le champ de phase résulte d’une moyenne spatiale, réalisée sur une échelle
qui dépasse la taille du germe critique, soit le champ de phase résulte d’une moyenne temporelle réalisée sur
une durée bien supérieure au temps nécessaire pour l’apparition d’un germe critique. Dans ces deux cas le
champ de phase est trop imprécis pour être utilisé. Ce cas de figure se présente lorsque l’on désire modéliser
un dépôt sous ultra-vide sur une surface de type amorphe. En effet, les défauts atomiques de la surface servent
de centre de germination. Il en va de même pour toute surface sur laquelle la taille critique d’un agrégat est de
l’ordre de quelques atomes. Le processus de germination s’avère alors hors de portée d’une modélisation de
type mésoscopique. C’est pourquoi nous n’avons pas approfondi notre étude comparée des dépôts pulsés et par
évaporation de cobalt sur l’alumine amorphe commencée avec C. Ricolleau au LMCP. Cependant, la croissance
de film métallique en présence de ces défauts atomiques est accessible aux modélisations atomistiques de
type Monte Carlo cinétique (KMC) [60]. Ces modélisations assurent une description relativement précise des
processus atomiques de diffusion sur la base de paramètres qui peuvent être estimés par dynamique moléculaire
ou calculs AB-initio (section 3.3). En conséquence, le développement du champ de phase pour ce thème a été
arrêté. Il semble cependant que le champ de phase soit l’outil le plus indiqué pour une étude du processus
de croissance au temps long, car en effet, les simulations atomistiques sont relativement limitées en durée
(quelques secondes pour le KMC) et en taille de surface (quelques dixièmes de micron). On peut ainsi espérer
fournir des résultats intéressants, en champ de phase sur les différents modes de murissement des agrégats [61].
Pour cette étude nous introduisons deux paramètres d’ordre qui sont la densité relative de matière contenue
dans le film déposé c = ρ/ρ0 (définie pour le demi-espace x3 > 0) et le taux de couverture η de la surface pré-
sente dans un élément de volume. La densité volumique de matière ρ est maximale lorsque la densité du métal
déposé ρ0 est atteinte, c ≈ 1. L’orientation de la surface est également déterminante. Il faut donc considérer η
comme un vecteur dont la norme fixe le taux de couverture et l’orientation fixe la normale à la surface. Les
composantes de ce vecteur sont notées ηi. Lorsque la surface est couverte par une mono-couche η 6= 0 sinon
η ≈ 0. Pour cette première approche nous négligeons la contribution élastique du substrat (qui peut être prise
en compte comme il a été décrit dans la section 2.3). L’énergie libre du film mince doit être développée par
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rapport à c et η qui sont des paramètres couplés. De façon simple, nous écrivons l’énergie libre uniforme :





qui présente deux types de minimas : (c = 0, |η| = 0) et (c = e224e1e4+e22 , |η| =
√
e2(1−c)
2e4 ). Le second minimum
est en fait dégénéré par rapport à l’orientation de la surface puisque f0 est isotrope (la dépendance par rapport
aux coordonnées ηi est invariant suivant la direction i considérée). A f0, on ajoute les termes de gradient afin
de tenir compte de l’inhomogénéité du système :
f (η,c) = f0(η,c)+ γi(∇ηi)2 + γ(∇c)2 (2.56)
Les coefficients de f déterminent l’énergie d’interface entre un agrégat et le vide. Sur la surface du substrat,
lorsque x3 = 0, f0 n’est plus isotrope puisque la surface brise la symétrie x3 →−x3. Ceci impose notamment
que η1 = η2 = 0. En conséquence, il nous faut introduire une dépendence des coefficients de f0 par rapport à
x3. Nous écrivons donc f0 comme suit :





en imposant e2,i(x3 = 0) = 0 pour i = 1 et i = 2. Le coefficient e2,3(x3 = 0) est également différent de e2,3(x3 >
0), ce qui implique une modification de l’énergie d’interface qui détermine l’angle de mouillage θ (figure
2.16). La formule de Young-Dupré reste cependant à vérifier. Dans l’état actuel, ce modèle reste en cours de
développement car la contribution élastique des tensions de surface n’a pas été considérée. La modélisation du
processus de mouillage de la surface (figure 2.16) est en fait contrôlée par une variation du coefficient e2,3 en
fonction de la coordonnée x3. Cette modification de la fonctionelle f0 peut être interprétée comme le résultat
de l’interaction film/substrat.










où Γ est une constante. Dans une enceinte Ultra-vide, le flux de matière est essentiellement contrôlé par la
diffusion de surface. Par conséquent, en l’absence de surface (η = 0) la mobilité est nulle. De plus, le flux est






~∇δ fδc ]. (2.59)
de telle façon que ~J soit orthogonale à~η lorsque celui-ci est non-nul.
2.5.2 Couplage du champ de phase avec la dynamique d’amas
Une limite particulièrement restrictive à l’utilisation de la modélisation en champ de phase porte sur l’im-
possibilité de suivre l’évolution des fluctuations du paramètre d’ordre à l’échelle atomique. Cette limite ne
nous permet pas par exemple de modéliser correctement le processus de formation d’un germe critique, ne
comprenant que quelques atomes (section 2.2).
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FIG. 2.17 – Vue plane (à gauche) et profil (à droite) du même film de cobalt déposé sur une surface d’Alumine
amorphe (Cliché de microscopie électronique obtenu par R. Ricolleau).
La définition du paramètre d’ordre du champ de phase peut être fondée sur la réalisation d’une opération
de moyenne à l’échelle mésoscopique. Les dimensions caractéristiques Ld (d étant la dimension de l’espace)
de réalisation de cette moyenne déterminent l’échelle minimale en deça de laquelle une cellule de taille Ld est
considérée comme étant homogène. Toutes singularités du matériau à l’échelle inférieure à L est par conséquent
ignorée. Plusieurs études de champ de phase ont déjà proposé des techniques qui permettent de contourner cette
restriction, afin de prendre en compte des hétérogénéités, par exemple, des dislocations [62] ou des joins de
grain. Chacun de ces cas constitue un tour de force théorique. Pour cette partie, notre objectif est de développer
un modèle de champ de phase qui permettrait de considérer l’évolution des défauts de tailles atomiques, lacunes,
interstitiels ou atomes de soluté.
La démarche proposée consiste à développer une dynamique d’amas inhomogène. La dynamique d’amas est
utilisée pour la modélisation de croissance d’amas sur surface solide [63] ou pour les matériaux sous irradiation
[64]. La particularité de cette théorie est d’être homogène en espace, c’est à dire qu’elle prédit l’évolution de
quantités moyennes dans l’ensemble de l’échantillon. Ces quantités sont les nombres N(n, t) d’amas de taille
n à l’instant t. Chaque nombre n définit alors une classe dont l’évolution de la population N(n, t) est gérée par
l’équation cinétique :
dN(n, t)
dt = βn−1N(n−1, t)+αn+1N(n+1, t)− (αn +βn)N(n, t) (2.60)
Les coefficients βn et αn sont respectivement les coefficients de capture et d’émission d’atomes isolés. Pour la
classe des atomes isolés N(1, t) on remarque que β0 = 0. Ainsi l’évolution de chaque classe d’amas dépend
de la population d’atomes dans les classes de tailles supérieure et inférieure. Le coefficient βn est en général
proportionel à N(1, t) et le rapport de ces deux quantités permet de définir un coefficient qui lui même dépend
de n. Les coefficients αn sont en général ajustés par rapport aux βn de façon à ce que les équations décrites par
Eq.2.60 soient stationaires à l’équilibre thermodynamique. La dynamique d’amas présente un bon accord avec
les simulations atomistiques de Monte Carlo cinétique sur réseau discret [65] lorsque la taille des amas reste
modeste, c’est-à-dire que l’on peut négliger la coagulation. De même les interactions entre amas via les champs
de contraintes élastiques ne sont pas pris en compte, que cela soit avec la dynamique d’amas ou les simulations
en Monte Carlo cinétique sur réseau.
Dans chaque cellule unité, définie pour le champ de phase, au lieu d’utiliser un seul et unique paramètre
d’ordre nous proposons de définir des classes n d’agrégats contenant N(n, t) amas de lacunes, d’interstitiels
ou d’atomes comme pour la dynamique d’amas. Pour chacune de ces cellules, nous pouvons alors déterminer
l’évolution des différentes classes d’amas et échanger les amas de plus petites tailles entre les cellules voisines,
cet échange étant déterminé par un terme de diffusion. Nous obtenons ainsi un modèle qui nous permet de
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suivre à l’échelle mésoscopique, l’évolution d’agrégats ou de cavités de taille atomique. Nous devrions alors
être en mesure de simuler l’interaction entre les inhomogénéités spatiales de l’échantillon (surfaces, joints de
grain, dislocations) et ses défauts ponctuels migrant via la diffusion. Remarquons que les classes comprises
en 1 et nmax peuvent en fait être regroupées par tranches et ainsi le nombre de classes intermédiaires peut être
réduit.
Sur le plan des équations, il nous faut reconsidérer les nombres d’amas d’une classe donnée comme variant
par rapport aux coordonnées d’espace, soit N(~r,n, t). Comme seuls les atomes isolés sont supposés se déplacer,
on ajoute un terme correctif à l’équation 2.60 sur la classe N(~r,1, t) afin de tenir compte de la contribution des
cellules voisines :
dN(r,1, t)
dt = α2N(r,2, t)− (α1 +β1)N(r,1, t)−D∆N(r,1, t) (2.61)
où D est le coefficient de diffusion pour un atome isolé. Dans la limite où il n’y a pas d’interaction entre atomes,
on retrouve un équation de diffusion pour les atomes isolés. Il nous faut également travailler sur le lien entre les
coefficients β et α et l’énergie libre d’une cellule come pour le champ de phase. Si ce lien est faisable, il devrait
nous permettre d’introduire les effets élastiques de la même façon que dans le champ de phase, en calculant de
manière auto-cohérente les interactions élastiques à partir d’une tension imposée par la population d’amas.
Sur le thème du couplage entre dynamique d’amas et champ de phase un financement de thèse a été de-




Do not be overly impressed by theorists. Always think things through for yourself. Be wary of procrustean
tendencies to stretch or truncate the facts of nature until they fit within the confines of some narrow doctrine.
As the theorists lovingly unfold their formulations, maintain a jaundiced eye.
Alwyn Scott, Nonlinear Science.
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3.1 Introduction
C’est entre 1950 et 1955, que E. Fermi et ses collègues de los Alamos réalisèrent les expériences numé-
riques [66] consistant à intégrer les équations de la mécanique pour une chaîne d’oscillateurs couplés par des
forces non linéaires (potentiels d’interactions non-quadratiques). Les 18000 lampes de l’ordinateur MANIAC
permettaient alors de traiter des systèmes uni-dimensionnels comportant quelques dizaines d’atomes. Cette
étude heuristique, selon Fermi, peut être considérée comme la première simulation de dynamique moléculaire
des solides modèles. Depuis, la capacité de calcul des ordinateurs a décuplée et de nombreux physiciens des
solides utilisent cette méthode, désormais standard qu’est la dynamique moléculaire. Les tailles d’échantillon
numérique qui peuvent être traitées sont de l’ordre du million d’atomes sur une durée ne dépassant pas la
nano-seconde. Ces capacités, si elles sont encore très en deçà des échelles macroscopiques d’espace et de
temps permettent toutefois de couvrir un spectre d’étude relativement large car de nombreux processus phy-
siques sont initiés, voire achevés sur des échelles compatibles avec la dynamique moléculaire. Par exemples, on
peut noter l’étude d’endommagements mécaniques [67,68], ou de cascades de déplacements atomiques provo-
quées par irradiation [69,70] ou encore la formation de couche d’oxyde [71] ou la diffusion d’atomes isolés sur
certaines surfaces [72]. La liste est loin d’être complète et s’allonge régulièrement. Les développements portent
essentiellement sur deux aspects : les améliorations numériques avec le développement d’algorythmes plus per-
formants, ainsi que sur la théorie des potentiels d’interactions, semi-empiriques. Ces derniers représentent en
effet les éléments fondamentaux permettant le calcul des forces exercées entre les atomes. Ces potentiels sont
soumis à une série de critères permettant de s’assurer qu’ils restituent correctement la réalité des interactions
atomiques dans certaines conditions expérimentales.
L’intérêt premier des calculs de dynamique moléculaire est de pouvoir réaliser des expériences numériques,
des simulations qui complètent ou corroborent les connaissances que nous pouvons extraire des expériences
réelles. C’est dans cette optique que nous avons utilisé la dynamique moléculaire afin de caractériser le glisse-
ment d’une dislocation dans une solution solide. La théorie élastique standard des dislocations [2] ne permet
pas de décrire précisément les effets dus au coeur de la dislocation. Hors, lors du glissement d’une dislocation
dans un matériaux hétérogène, cette partie intéragit avec les défauts, ce qui détermine en partie les propriétés
plastiques du matériaux considéré. Nos résultats pour une solution solide modèle, de type Ni(Al), obtenus en
collaboration avec E. Rodary (étudiant en thèse avec G. Martin et Y. Bréchet), D. Rodney (GPM2/ENSPG), G.
Martin (CEA-Siège) et Y. Bréchet (LTPCM/ENSEEG) sont présentés dans la section 3.2.
La dynamique moléculaire permet de fournir une decription de l’échelle atomique, pourvu que les potentiels
d’interaction soient fiables et que certains effets électroniques, tel que le couplage électron-phonon soient
négligeables. De plus cette méthode ne peut être envisagée pour l’étude de processus atomique long, tels que
la diffusion d’une lacune dans un métal et a fortiori des atomes de soluté dans un alliage. Il demeure toutefois
possible d’utiliser les potentiels de la dynamique moléculaire afin d’évaluer le paysage énergétique local des
défauts ponctuels, lacunes ou atomes. On peut alors se servir de ces quantités afin d’estimer les fréquences
de sauts atomiques ν, issues de la théorie des états de transition (TST) [59]. La définition d’une probabilité
d’occurence, inversement proportionnelle aux fréquences de saut permet alors un traitement statistique des
événements atomiques par un algorythme de Monte Carlo cinétique sur réseau rigide [73]. L’évolution du
matériau aux temps long, de l’ordre de plusieurs secondes est alors accessible à ce type de simulations. C’est
le procédé que nous avons mis en oeuvre [6] dans le cas de la croissance hétérogène de dépôt de cobalt sur une
surface Au(111) reconstruite 22X√3, en collaboration avec S. Rohart et G. Baudot (étudiants en thèse avec S.
Rousset), V. Repain, Y. Girard, et S. Rousset (GPS, Jussieu) et H. Bulou, C. Goyhenex (IPCMS, Strasbourg). La
même démarche est appliquée au cas de la croissance de surface Cu(111) en collaboration avec C. Marinica
(DEN/DMN/SRMP) et C. Barreteau (DSM/DRECAM/SPCSI). Nos résultats de Monte Carlo cinétique sont
présentés dans la section 3.3.
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La réalisation de calculs de dynamique moléculaire qui permettent de déterminer les paramètres de calculs
de Monte Carlo cinétique (KMC) n’est pas la seule connection possible entre les deux types de simulations. En
effet, grâce au KMC, il est possible de simuler la formation d’une microstructure d’alliage issue d’un recuit
[58]. Cette microstructure étant le principal obstacle au glissement des dislocations, nous avons testé, par
dynamique moléculaire, la résistance de cette microstructure au passage d’une dislocation comme il est décrit
dans la section 3.2. Ceci constitue un autre type de couplage multi-échelles entre les méthodes de simulations
atomistiques. Ces travaux sont réalisés dans le cadre du développement de la plate-forme logiciel SYNERGY,
co-développement CEA-EDF.
Avec ses calculs numériques sur une chaîne d’oscillateurs, l’objectif de E. Fermi [66] était d’étudier la ther-
malisation des systèmes anharmoniques. A la grande surprise de Fermi et de ses collègues, la chaîne d’atomes
ne thermalisait pas et cette observation fût confirmée par d’autres calculs, plus tard [74]. Le calcul numérique
permit de mettre en évidence le phénomène de localisation de l’énergie dans un modèle de solide. Cet effet
singulier est dû à la non-linéarité des forces d’interaction entre atomes. Ce type de manifestation singulière se
retrouve dans différents domaines des sciences [74] et en particulier dans les cristaux moléculaires. En effet,
l’anharmonicité du réseau y est révélée par l’existence d’états liés de phonons [19, 20] qui se distinguent des
superpositions linéaires d’états à un seul phonon. Différentes méthodes de spectroscopie ont mis en évidence
ces états liés, les biphonons [16, 18, 75]. Une méthode numérique a été développée permettant de calculer ces
états de phonons liés dans un modèle de réseau anharmonique. Ces travaux théoriques sont présentés dans la
dernière section 3.4.
3.2 Modélisation du glissement d’une dislocation coin dans une solution solide
modèle Ni(Al)
Dans l’alliage Ni(Al), la différence de taille entre les atomes Ni (matrice) et Al (soluté) implique une
répulsion entre les atomes Al premiers voisins et une tendance à l’ordre de type L12. Ces propriétés sont
convenablement reproduites par les potentiels développés lors de la thèse de E. Rodary [76]. L’ajustement des
potentiels effectifs (EAM), destiné à reproduire les interactions entre atomes, a été réalisé à partir de données
expérimentales sur l’alliage Ni(Al) [3]. Les propriétés élastiques et l’énergie de faute d’empilement de Ni(Al)
sont approchées de façon raisonnable. Nos travaux consistent à utiliser le modèle de dynamique moléculaire
afin de caractériser le glissement d’une dislocation dans une solution solide aléatoire concentrée en Al.
La figure 3.1 représente l’échantillon numérique sur lequel nous avons travaillé. Suivant les directions X et
Y, les conditions périodiques sont imposées. Le cisaillement est appliqué aux deux surfaces extrêmes, orthogo-
nales à l’axe Z. Sous contrainte suffisamment élevée (schématisée par des flêches sur la figure 3.1), l’échantillon
se déforme par déplacement de la dislocation coin dans son plan de glissement. Lorsque la contrainte est in-
férieure à une contrainte seuil, de l’ordre de 60 MPa, la dislocation ne se meut pas, alors qu’elle se déplace
dans un cristal pur Ni, pour un cisaillement identique. Afin de déterminer quelle est la nature des principaux
obstacles qui s’opposent au déplacement de la dislocation, nous avons réalisé trois expériences numériques.
Au cours de ces expériences, nous mesurons la vitesse moyenne de déplacement Vd de la dislocation en faisant
varier la contrainte. Ces trois expériences diffèrent par la distribution choisie des atomes d’Al. Pour la pre-
mière simulation, la distribution est purement aléatoire, réalisée au moyen d’un générateur de nombre aléatoire
numérique. Les atomes Al sont répartis dans le volume de l’échantillon à concurrence de 3% at. La mesure
de Vd en fonction de la contrainte extérieure est portée sur la figure 3.2. Les barres d’erreur représentent les
fluctuations instantanées de la vitesse dues à l’hétérogénéité de l’échantillon. Ces fluctuations ont été estimées
en effectuant une série de dix mesures à différents instants, sur plusieurs échantillons ayant chacun une dis-
tribution de Al différente. Pour construire ces échantillons, la graine du générateur aléatoire est simplement
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FIG. 3.1 – La boîte de simulation, de taille Lx=30 nm, Ly=43.12 nm, Lz=7.32 nm, se compose de 867000 atomes.
Les arêtes de la boîte correspondent aux directions cristallographiques indiquées sur la figure. La dislocation
coin se sépare en deux partielles de Shockley. En (a), les sphères bleues représentent les atomes contribuant
aux partielles. Il n’y a pas d’atomes Al. En (b), idem pour une concentration en Al de 3% at., les points verts
représentent les atomes Al. Deux surfaces libres sont introduites aux bords de boîte, perpendiculairement à








FIG. 3.2 – (a) Vitesse de glissement de la dislocation en fonction du cisaillement dans une solution aléatoire à
3% at. (ligne continue) et dans la même solution (ligne interrompue) dont on a supprimé les atomes Al, hors des
2 plans contigus au plan de glissement. (b) Idem mais avec une solution aléatoire à 3% at. dont on a supprimé
les atomes Al dans un seul des deux plans contigus au plan de glissement.
(a) (b)
modifiée, ce qui change la distribution spatiale des Al.
Notre seconde expérience est de reprendre la solution aléatoire de la première simulation dans laquelle on
supprime tous les atomes Al qui sont hors des plans adjacents au plan de glissement de la dislocation (figure
3.3). La dépendance de Vd en fonction de la contrainte n’est alors pas modifiée de façon significative (figure
3.3(a)). Au contraire, dans notre dernière expérience, seuls les atomes Al appartenant à un seul plan voisin
du plan de glissement sont éliminés de l’échantillon étudié dans la première expérience. Sur la figure 3.3(b),
on constate que la contrainte seuil est alors réduite d’environ 40 MPa. La suppression des atomes Al, dans ce
dernier cas, inhibe la formation ou la séparation de paires Al en plus proche voisin au cours du glissement.
Comme l’intéraction d’alliage des Al est de nature répulsive au premier voisin, il est justifié de penser que c’est
en fait la formation des paires Al qui freine la dislocation. Afin de conclure sur ce point nous avons réalisé des
simulations sur des échantillons ne contenant qu’une seule et unique paire d’Al, dont la configuration autour
du plan de glissement a été testée.
La configuration de la paire Al − Al présentant le plus de résistance au passage de la dislocation est
schématisée sur la figure 3.4 (a). Une paire initialement de troisièmes voisins Al−Al devient un doublet de
premiers voisins après le passage de la dislocation. Nous avons étudié le cas d’un échantillon ne contenant
qu’un seul doublet Al−Al. La condition périodique suivant la direction [−112] (axe Y sur la figure 3.1) impose,
en fait que la dislocation interagit avec une chaîne d’obstacles régulièrement espacés suivant des intervales
égaux à Ly. Sur la figure 3.4 (b), nous avons reporté l’évolution en fonction du temps de la distance entre atomes
Al −Al. On constate que les différentes valeurs que prend la distance Al −Al correspondent aux positions
indiquées sur le schéma 3.4 (a).
Nous avons constaté qu’une dislocation pouvait être stoppée par un ensemble d’obstacles de dimensions
atomiques, les doublets Al−Al. Afin de mieux caractériser cette interaction, nous proposons de développer un
calcul simple. Nous avons constaté par simulation numérique que la première partielle de Shockley ne présente
pas de résistance au passage sur l’obstacle. Par contre, la seconde partielle est responsable de l’arrêt de la
dislocation. La position relative de cette dernière partielle par rapport à l’obstacle peut être estimée comme il
suit. Les différentes grandeurs que nous devons introduire dans cet exercice sont présentées sur la figure 3.5.
41
FIG. 3.3 – Echantillon numérique d’une solution aléatoire dont on a supprimé les atomes Al (points verts et
jaunes), hors des 2 plans contigus au plan de glissement de la dislocation (partielles colorées de bleu). Les
directions cristallographiques sont indiquées le long des arêtes de la boîte de simulation.
[110]
[1-11]
FIG. 3.4 – (a) Schéma représentant la formation d’une paire d’atomes Al en premiers voisins lors du passage
de la dislocation coin dont le plan de glissement est visualisé par la surface grisée. Les atomes d’Al sont
initialement second voisins (sphères noire). La flèche courbe indique le mouvement relatif d’un atome Al. Les
distances entre atomes Al, avant et après le passage de la dislocation sont reportées sur la figure. Rappelons
que le paramètre de maille du Ni pur est de 3,52 . (b) Evolution de la distance entre atomes de Al lors du
cisaillement d’un échantillon ne contenant qu’un seul doublet Al−Al décrit en (a). La valeur moyenne de cette
distance est indiquée sur le graphique pour les différentes position de la dislocation.
(a) (b)
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D’après la référence [77], l’interaction élastique d’une dislocation coin avec un atome de soluté s’écrit :
W (r) = βsinθ
r
(3.1)
où θ est l’azimute du défaut cristallin par rapport au plan de glisssement, r est la distance entre le défaut et le
coeur de la partielle, β = µbe3pi 1+ν1−ν(vs−va) avec le module de cisaillement µ, la partie coin du vecteur de Burger
be, la coefficient de Poisson ν et respectivement le volume atomique du soluté et de la matrice vs et va.
Nous calculons l’énergie d’interaction entre le dipôle Al−Al et la partielle Wtot(x) = W (r1)+W (r2) en
fonction de x (figure 3.5), la distance entre le centre de masse du dipôle et la dislocation partielle. On remarque
alors sur la figure 3.5 que par construction géométrique sinθ1 = a2r1 sin(α) et sinθ2 =− a2r2 sin(α) où la distance


















, ce qui peut encore être écrit
Wtot(x) =
βa2 sin(2α)
2(x2 + a24 )2
x (3.4)
en supposant que x est plus grand que a. Pour α = ppi/2 dans l’équation 3.4, on remarque que Wtot = 0 car
alors soit le dipôle est dans le plan de glissement α = ppi et la contrainte de la dislocation est nulle, soit le
dipôle est en position miroir par rapport au plan de glissement et les interactions avec chacun des deux atomes
se compensent exactement. Suivant le système de glissement de la dislocation et les positions des solutés sur le
réseau atomique , il est possible de rencontrer ces différents cas de figure. On peut également développer Wtot





ce qui est similaire à ce que l’on obtiendrait à partir de l’équation 3.4 pour x << a. Ce qui nous permet
de considérer l’équation 3.4 comme représentant de façon satisfaisante l’interaction dislocation/solutés pour
l’ensemble des valeurs de x.
La force suivant l’axe X qui dérive de Wtot est donc donnée par la dérivée Wtot . Comme il est décrit dans la
figure 3.6, nous nous intéressons au cas d’obstacles identiques régulièrement espacés et alignés suivant l’axe
Y . Cette configuration a été testée par dynamique moléculaire et s’est révélée représentative de ce que nous




∂x où λ est la distance entre obstacles.
A cause du cisaillement extérieur σ, la dislocation subit également une force par unité de longueur donnée
par σb. Les deux types de force se compensent à l’équilibre mécanique, lorsque la dislocation est stoppée :
σb = βa
2 sin(2α)






Afin d’obtenir la distance d”équilibre xeq entre la dislocation et la chaîne d’obstacles, nous inversons cette











La quantité xeq varie comme l’inverse de la puissance 1/4 de la contrainte extérieure et de la distance entre
obstacles. Cela signifie que plus la contrainte extérieure est élevée, plus xeq est faible et par conséquent plus
il sera facile pour la dislocation de se décrocher. Il en est de même pour la distance λ. Cette distance peut
être considérée comme l’équivalent de la distance moyenne entre obstacle dans une solution solide. Cela nous
permet de déduire que lorsque la concentration augmente, λ diminue et par conséquent plus xeq est grand et
plus il sera difficile pour la dislocation de se décrocher. Nous tentons actuellement de vérifier par dynamique
moléculaire relaxée (à température nulle) la dependance de xeq par rapport à σ.
Nous supposons maintenant que la dislocation peut être décrochée par les fluctuations thermiques du cris-
tal. Ces fluctuations provoquent en effet des oscillations de la dislocation similaires à ce que l’on peut observer
sur une corde vibrante. Si nous notons K la tension de ligne qui caractérise cette corde modèle, alors l’energie
totale (élastique et cinétique) d’une vibration peut s’écrire Kq2A2q où q est le vecteur d’onde et Aq est l’ampli-
tude de l’onde. Considérons maintenant que cette oscillation intervienne sur une portion restrainte de la corde
qui est de longueur L, en supposant toutefois que L reste grand devant λ. La corde étant au repos en dehors
de la portion de longueur L, les conditions aux bords de ce domaine impose q = npi/L où n est l’ordre de
l’harmonique du mode oscillant. L’énergie (par unité de longueur) de la corde Es est minimum lorsque n = 1,
alors Es = K/Lpi2A1. Prenons maintenant en compte l’énergie potentielle due à l’interaction avec la chaîne






λ(Wtot(A1 + xeq)−Wtot(xeq)). (3.9)
En effet, la portion de corde L (grand devant λ) est en vis à vis d’un nombre d’obstacles environ égal à Lλ . Dans
l’équation 3.9, la valeur optimale de L minimisant l’énergie pour une amplitude fixe A1 est donnée par :
Lopt =
√
Kλpi2A21/(Wtot(A1 + xeq)−Wtot(xeq)). (3.10)
Pour un telle fluctuation de la corde, l’énergie impliquée est :
Etot = 2piA1
√
K(Wtot(A1 + xeq)−Wtot(xeq))/λ. (3.11)
Or, le déplacement minimum, permettant le décrochement de la dislocation est A1 = |xeq|, et par conséquent














La forme de xeq (équation 3.8) nous permet de montrer que pour σ et λ suffisamment faibles, |xeq| est grand
devant a et décroît lorsque σ et λ augmentent. La forme de Eb (équation 3.13) nous permet de montrer que
lorsque |xeq| > a, l’énergie nécessaire au décrochement de la dislocation croît lorsque |xeq| décroît (σ et λ
augmentent). Puis lorsque |xeq| ≈ a, alors cette énergie de décrochement décroît avec |xeq|. Le franchissement
de cette barrière énergétique Eb correspond au décrochage de la dislocation. On peut emmettre l’hypothèse
d’un processus thermiquement activé, standard et en déduire un temps d’attente sur obstacle de la forme τ =
τ0 exp(Eb(σ,λ)/kT ). Des calculs de dynamique moléculaire sont en cours afin de confirmer les estimations
précédentes.
Nous avons démontré que la formation des paires d’atomes de soluté lors du glissement de la dislocation
constitue le principal frein au mécanisme de cisaillement d’une solution solide de type Ni(Al). Dans la matrice
de Ni, les paires de Al sont caractérisées par une répulsion à courte porté qui s’oppose à la formation de paires
de Al. Le même effet est attendu dans le cas d’une attraction au lieu d’une répulsion. C’est alors la séparation
des dimères qui constitue le principal mécanisme du durcissement chimique. Cette dernière conjecture nous
permettrait de généraliser nos résultats à de nombreux alliages ayant des énergies d’alliages relativement
importantes.
3.3 Modélisation par Monte Carlo cinétique de la croissance sur surfaces mé-
talliques.
Les simulations par Monte Carlo cinétique de la croissance sur surface sont fondées sur un traitement
statistique [73,78] des probabilités d’occurence de sauts d’atomes entre différents sites d’adsorption. Ces évé-
nements, lorsqu’ils sont thermiquement activés, interviennent suivant une distribtion de probabilité qui peut
être estimée par la théorie des états de transition (TST) [59, 79]. Le résultat de la TST peut être dérivé de
différentes manières [80] et se formule comme une loi de type Arrhénius : le taux de réaction d’un événement
identifié par l’indice i, par exemple le déplacement d’une particule entre deux sites d’adsorption, est donné
par kT ST (i) = ν(i)exp(−∆Eb(i)/kBT ) où νi est une fréquence et ∆Eb(i) est la hauteur de la barrière énergé-
tique à franchir afin de transiter d’un site à l’autre. Si nous admettons que les événements sont indépendants,
c’est à dire, leurs réalisations sont non-corrélées dans un intervalle de temps suffisamment petit, alors le taux
de réaction correspond à l’inverse du temps moyen d’attente τi, nécessaire à la réalisation de l’événement i.
Nous nous intéressons à la probabilité pi que cet événement i se réalise entre l’instant t et t +∇t, où ∇t est
l’incrément de temps qui caractérise l’évolution du système. Dans la limite où ∇t est faible devant chaque τi,
alors nous remarquons que cette probabilité est proportionnelle à ∇t puisque lorsque ∇t tend vers zero pi tend
aussi vers une valeur nulle. De même, lorsque τi tend vers l’infini, pi tend également vers une valeur nulle. Ces
constatations nous amènent à écrire simplement que pi = ∇t/τi dans la limite où ∇t << τi. Toutefois, cette
détermination peut être établie de façon plus rigoureuse [73, 78] mais cela ne modifie pas notre évaluation
de manière significative. La durée ∇t qu’il nous faut choisir en tant que temps caractéristique d’évolution du
système est imposée par la relation de fermeture de la distribution de probabilité : ∑i ∇t/τi = 1 qui assure la
réalisation d’un événement pendant ∇t. Ainsi, avec un incrément de temps ∇t = 1∑i 1/τi , nous sommes assurés
de la réalisation d’un seul événement parmi l’ensemble des possibles. A chaque incrément de temps ∇t, notre
algorithme de Monte Carlo effectue donc un choix parmi les événements i en respectant la loi de probabilité
pi. Pour cela, il nous suffit d’utiliser un générateur de nombre aléatoire numérique. Les générateurs standards
permettent de tirer un nombre η compris entre 0 et 1, avec une distribution uniforme sur l’ensemble des valeurs
de l’intervalle ]0,1]. La division de cet intervalle en tranches égales aux différents pi, définit un ensemble d’in-
tervalles distinctes. Le choix de η, dont la valeur est a fortiori comprise dans l’un des intervalles de longueurs
pi détermine le choix d’un événement i. Pour chaque tirage aléatoire, un événement est donc réalisé en respec-
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tant la distribution de probabilité pi. Après chaque réalisation, la mise à jour des événements possibles permet
d’établir une nouvelle évaluation de ∇t. Notons que le dépôt d’atomes sur la surface est également traité de
façon statistique. Le flux atomique F, comptabilisant le nombre d’atomes déposés par unité de surface et par
unité de temps permet d’introduire une probabilité pi qui correspond à l’apparition d’un atome supplémentaire
sur un site d’adsorption vide, choisi aléatoirement. La quantité pi est estimée comme le quotient du flux ato-
mique F que divise la surface totale de l’échantillon numérique. Ce processus est supposé indépendant de la
température et irréversible.
Vérifions quelles sont les conditions afin que l’état asymptotique de notre modèle soit bien un état conforme
avec l’équilibre thermodynamique. Pour cela, il est nécessaire et suffisant que le bilan détaillé soit respecté,
c’est à dire que la probabilité n1 d’occuper un état d’énergie E1 soit propotionnelle au facteur de Boltzmann
exp−(E1/kBT ). Considérons deux états succéssifs de notre modèle cinétique, ne diffèrant que par une seule
position atomique. Si nous supposons que E1 et E2 représentent les énergies respectives de chacun de ces
états, la barrière énergétique liée au déplacement atomique depuis l’état 1 vers l’état 2 est fixée par E1−2 et la
barrière énergétique liée à la réalisation inverse par E2−1. Le bilan détaillé impose l’équation suivante :
n1 exp(E1/kBT ) = n2 exp(E2/kBT ) (3.14)
où n1 et n2 sont les probabilités d’occupation des états d’énergies E1 et E2. Dans notre modèle, la TST im-
pose un flux d’événement de première espèce (saut atomique de l’état 1 vers l’état 2) donné par r1−2 =
n1ν1 exp [−(E1−2−E1)/kBT )] alors que le flux inverse est donné par r2−1 = n2ν2 exp [−(E2−1−E1)/kBT )].
A l’équilibre le bilan globale doit être nul soit : r1−2− r2−1 = 0. Cette dernière condition est vérifiée si nous
choisissons que ν1 = ν2 et E1−2 = E2−1. Ces deux conditions seront imposées dans les différentes simulations
qui sont présentées ci-dessous.
Une étude par simulation de Monte Carlo cinétique (KMC) a été menée sur la croissance hétérogène sur
surface cristalline reconstruite. La cinétique de croissance sur surfaces présente l’intérêt principale que son
analyse peut être réalisée in situ, dans le bâti à ultra-vide où est effectué le dépôt. La simulation par KMC
permettant de modéliser la cinétique de croissance au cours du dépôt, la comparaison expérience/simulation
permet de déterminer les processus atomiques participant à la croissance. Nous nous sommes concentrés sur
le cas du système Co/Au(788) dont les propriétés magnétiques liées au Co suscitent un intérêt important pour
le magnétisme de nano-objets.
La croissance hétérogène d’un film de Co sur une surface vicinale de Au(111) est étudiée expérimentale-
ment par l’équipe de Sylvie Rousset (GPS). Une analyse fine de la reconstruction 22X√3 de la surface d’or a
été menée au microscope à effet tunnel à balayage (STM). La maîtrise de réalisation de ce type de surface a per-
mis de contrôler parfaitement la structure de la surface vicinale. La coexistence des deux types d’empilements,
hexagonal compacte (hc) et cubique face centrée (fcc) sur la surface d’or fait apparaître des lignes de faute
d’empilement qui s’alignent perpendiculairement aux bords de marche de la vicinale. Sur cette structure régu-
lière, à l’échelle du micron, un dépôt de Co est réalisé à température et flux variables. Observé post-mortem
par STM, des plots de Co apparaissent avec une forte corrélation spatiale et une distribution mono-disperse
pour une gamme de température très large (figure 3.7). Du point de vue de la modélisation, l’intérêt est de
déterminer les hétérogénéités majeures du substrat Au(788) qui déterminent les propriétés du dépôt de Co :
distribution et tailles des plots ainsi que l’influence des paramètres de contrôle expérimentaux, température et
flux du dépôt.
Les simulation KMC de type BKL [73] ont permis d’élucider les mécanismes déterminants qui participent
à la croissance des plots de Co. La seule spécificité retenue comme prépondérante, en accord avec les obser-
vations STM (figure 3.7 (e)) est la possibilité d’insérer des atomes de Co en lieu et place de certains atomes
Au situés aux jonctions des lignes de fautes (frontières entre les zones couvertes par les empilements hc et fcc)
et des marches de la surface vicinale. Par rapport à une croissance sur surface homogène, deux événements
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FIG. 3.7 – Images STM d’un film de Co déposé sur une surface Au(788) pour différentes températures T et
différents taux de couverture τ. La largeur des images correspond à 50 nm. (a) T = 40 K, τ = 0.6 ML, l’insert
correspond à un agrandissement de 16 nm de large qui permet de montrer les bords de marche (ligne blanche) ;
(b) T = 65 K, τ = 0.3 ML ; (c) T = 95 K, τ = 0.3 ML ; (d) T = 170 K, τ = 0.4 ML ; (e) T = 300 K, τ = 0.3 ML,
l’insert correspond à un agrandissement de 8 nm de large qui permet de montrer un échange entre un atome Au
de la surface et un atome Co du dépôt ; (f) T = 430 K, τ = 0.4 ML.
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FIG. 3.8 – (a) Paysage énergétique modèle utilisé dans le KMC. Un atome Co diffuse sur la surface sans défaut,
par exemple de (1) vers (2). La barrière énergétique est alors Edi f f . Lorsqu’il est à proximité de l’intersection
entre les lignes de faute et les marches, l’atome peut visiter un site (3) sur lequel il est plus favorable de rester
(distorsion du réseau favorable). La barrière d’énergie à franchir pour sortir de ce site est Edi f f +∆Gads. Un
processus d’échange peut intervenir lorsque l’atome de Co est sur un site de type (3) avec un atome d’ Au
sous-jacent. Ce processus est modélisé par un événement dont la barrière d’activation est ∆EEx. A l’inverse,
le processus de désinsertion de l’atome de Co nécessite le franchissement d’une barrière de potentiel ∆EEx +
∆GEx−∆Gads. (b) Résultats des calculs de dynamique moléculaire de C. Goyhenex et H. Bulou [81]
atomiques ont été ajoutés au modèle : une adsorption préférentielle pour les atomes de Co sur les sites du
réseau à proximité des intersections entre lignes de faute et bords de marches, et le processus d’insertion d’un
atome de Co à la place d’un atome Au de la surface situé au dessous du site d’asorption préférentielle. Afin
d’éviter la modélisation de la couche d’or, dont seuls quelques atomes bougent lors de l’insertion des atomes
de Co, nous avons remplacé l’insertion par une adsorption préférentielle du Co sur certains sites atomiques
du réseau, répartis comme il a été observé par STM. Les barrières d’activation (figure 3.8) des processus de
migration atomique ont été estimées par dynamique moléculaire par C. Goyhenex et H. Bulou [81] ou trouvées
dans la littérature [82]. Dans notre modèle, les atomes de Co se déplacent sur un réseau à deux dimensions de
symétrie hexagonale.
Les images de STM (figure 3.7) et les résultats de simulation (figure 3.9) montrent une similitude très satis-
faisante en regard de la simplicité de notre modèle. La simple adjonction des processus d’adsorption préféren-
tielle au modèle KMC modifie complètement la morphologie du film de Co. De manière plus quantitative, nous
nous sommes intéressés à la densité maximale d’îlots, mesurée pour différentes températures. Les résultats des
simulations sont comparés à l’analyse expérimentale sur la fig.4 avec un bon accord. Pour une gamme de tem-
pérature comprise entre 100K et 200K, la croissance est organisée avec des plots de Co de taille comparable,
répartis régulièrement sur le substrat.
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FIG. 3.9 – Images de simulation KMC sur un réseau présentant des sites où l’adsorption d’un atome de Co est
préférentielle. Pour un flux de 1 mono-couche/min, sur la première ligne, de gauche à droite les températures
de dépôt sont T = 40 K et T = 80 K. Sur la seconde ligne, les températures sont T = 130 K et T = 300 K.
FIG. 3.10 – Densité critique d’agrégat de Co en fonction de la température (coordonnée d’Arrhenius). Compa-
raison expérimentale et simulations.
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Les développements de notre code KMC devraient permettre d’intégrer les effets de canaux de diffusion
que génèrent les lignes de faute d’empilement [83], ainsi que les barrières Schöbel liées aux marches. Ces
extensions, si elles contribuent à améliorer quantitativement nos comparaisons avec l’expérience, ne devraient
pas modifier de manière significative les résultats déjà obtenus. Le caractère multi-couches des films de Co
pourrait également être modélisé facilement dans les développements du code. Le plus problématique serait
peut être d’inclure dans la modélisation la surface d’or, car il serait alors nécessaire de prendre en compte les
effets de déformation élastique responsables de la reconstruction.
Une autre étude de Monte Carlo cinétique (KMC) porte sur le dépôt de cuivre sur une surface de cuivre
(111). Les observations de microscopie d’électrons lents (LEEM), réalisées au SPCSI [84] ont mis en évidence
un mode de croissance singulier de ce système Cu/Cu(111). En effet, les observations directes au LEEM,
effectuées en temps réel montrent que la morphologie du film de Cu est généralement de forme hexagonale.
Cependant, de façon épisodique, un îlot de forme triangulaire germe et croît avec une vitesse de croissance
qualitativement inférieure à celle des hexagones. Des validations expérimentales ont été réalisées afin d’écarter
une éventuelle pollution de la surface par le monoxyde de carbone. L’objectif de nos simulations est de proposer
un modèle réaliste pour la croissance d’un film métallique avec une compétition entre différentes symétries. Ce
type de problématique se retrouve pour d’autres systèmes [85].
Notre première hypothèse de travail est que la croissance d’un îlot de cuivre peut se produire en position
fautée par rapport à la surface (111). C’est à dire que les atomes appartenant à l’îlot se placent sur des sites
correspondant à un empilement hexagonale compacte (hc) au lieu de cubique face centrée (fcc) pour le cas
d’une surface de cuivre. La migration atomique entre des sites fautés ou non fautés est un mécanisme réaliste
qui est confirmé par les calculs de dynamique moléculaire, réalisés par C. Marinica avec un potentiel de type
EAM [86]. Pour un atome seul, les sites fautés constituent des puits de potentiel un peu moins profonds que les
sites non fautés mais ce sont toutefois des positions stables. Les barrières d’activation pour un atome seul en
position fautée et non fautée sont respectivement : 41 meV et 37 meV. Ces barrières sont relativement basses
par rapport à d’autres surfaces métalliques ce qui induit une migration très rapide, et même de la diffusion par
tunneling à basse température [87].
Sur une surface d’orientation (111), un îlot est délimité par des lisières formant des marches parallèles
deux à deux. Chaque paire de marches se faisant face comporte une marche de type A et une marche de type B.
Notre seconde hypothèse est que pour un îlot en position fautée, il existe une anisotropie de diffusion le long des
marches de type B, par rapport aux marches de type A de la surface (111). Ceci a été confirmé par des calculs
de barrière effective. En effet, l’ensemble des barrières d’activation des processus atomiques a été estimé par
dynamique moléculaire statique, i.e., la minimisation de l’énergie potentielle totale suivant une coordonnée
de réaction imposée. Cependant, un calcul dynamique a été nécessaire pour le cas de la diffusion en bord de
marche pour lequel des processus de saut atomique multiple ont dû être envisagés [72]. L’influence notable
de ces événements particuliers a été démontrée dans le cas des surfaces (111) d’or et d’argent [88]. Afin de
prendre en compte ces migrations en bords de marche, C. Marinica a mesuré le coefficient de diffusion le long
des marches par dynamique moléculaire pour différentes températures. La barrière d’activation effective ∆E
peut être déduite en inversant la loi : D = D0 exp(−∆E/kT ). Une description de cette méthode est donnée
dans la référence [89]. Le passage des angles entre des marches voisines peut également être la source d’une
anisotropie de croissance entre les marches de type A et B. Notre modèle KMC permet de prendre en compte
l’ensemble de ces événements (figure 3.11).
Les travaux de simulation KMC ont permis de déterminer les principaux mécanismes qui participent à
la croissance en tenant compte des singularités dues à l’anisotropie de la surface cristalline. Les résultats
obtenus avec la simulation sont conformes aux observations expérimentales. Comme le montre la figure 3.12,
la croissance du film de Cu se produit avec deux morphologies bien distinctes : trianglulaire lorsque le couche
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FIG. 3.11 – Schéma représentant les différents événements pris en compte dans le modèle de Monte Carlo ciné-
tique pour la croissance de Cu/Cu(111). Chacun de ces événements est différencié suivant le site d’adsorption :
fauté (hc) ou non fauté (fcc). Le mouvement de type 1 est un saut d’atome isolé depuis un site d’adsorption fcc
vers hc. Le mouvement de type 2 (non représenté) correspond à l’inverse.
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FIG. 3.12 – Simulation KMC pour le système Cu/Cu(111). A gauche, un îlot de Cu croît en position non-fautée
alors qu’à droite l’îlot croît en position fautée.
de Cu est fautée, hexagonale lorsque la couche est non fauté.
La croissance commune et l’interaction possible des deux morphologies restent à étudier. Les calculs de
barrière de diffusion le long des marches et le passage des angles sont actuellement approfondis par C. Mari-
nica et C. Barreteau. Ces calculs devraient nous permettre de conclure sur nos hypothèses. Les observations
expérimentales de L. Douillard [84] montrent également la possibilité de croissance multi-couches avec des
couches de symétries différentes : îlot de formes triangles sur couche de forme hexagonale. Il devrait être
possible de tenir compte de ces effets multi-couches dans notre modélisation.
3.4 Modélisation du spectre optique de réseaux anharmoniques






où m est la masse de la particule, X est le déplacement par rapport à la position de moindre énergie potentielle
et P est la quantité de mouvement. Afin d’étudier la dynamique d’une particule de faible masse, la mécanique
quantique est requise et on note donc la règle de non commutation [X ,P] = i~. Pour des mouvements de faibles
amplitudes, V (X) peut être développé en série de Taylor : V (X) = A2X2 +A3X3 +A4X4 où les coefficients
A2, A3 et A4 dépendent de l’environnement local de la particule. L’équation de Schrödinger est résolue par
projection sur la base des états de Bose-Einstein, ce qui permet d’obtenir une matrice qui est diagonalisée
numériquement. Le résultat est comparé, figure 3.13 à une quantification semi-classique [90] dans le cas d’un
potentiel double-puit. Les plus faibles valeurs propres de la matrice tendent chacune vers une limite finie
lorsque le nombre d’états de Bose-Einstein est suffisamment élevé. Ce mode de calcul est en principe exact
lorsque le nombre d’états de base est suffisamment élevé, typiquement une centaine.
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FIG. 3.13 – Niveaux énergétiques d’un atome d’helium, plongé dans un potentiel double-puit (encart). L’ éner-
gie est portée en ordonnée (eV). Les états sont calculés par deux méthodes : quantification semi-classique
(carrés pleins) et diagonalisation dans une base constituée d’ états de Bose-Einstein (cercles vides).
Lorsque les particules ne sont plus indépendantes mais au contraire suffisamment proches au sein d’un
réseau régulier, les déplacements des premiers voisins sont couplés. Pour de faibles mouvements et donc de
faibles différences entre les déplacements atomiques, ce couplage peut également être développé en série. Par
souci de simplicité, le développement est limité aux termes quadratiques, mais les termes d’ordres supérieurs






(Xl −X j)2] (3.16)
où< l > comptabilise les premiers voisins du site l, C est le coefficient de couplage dont l’amplitude est telle que
la largeur de branche de phonon est seulement de quelques pour cent par rapport à l’excitation élémentaire.
Le modèle ainsi obtenu correspond au modèle de Klein-Gordon non linéaire. L’approximation harmonique
traditionnelle consiste à négliger les coefficients A3 et A4, ce qui permet de calculer raisonnablement l’exci-
tation élémentaire, c’est-à-dire la branche de phonon optique. Lorsque C = 0, les modes propres, solutions de
l’équation de Schrödinger, peuvent être écrits sous forme de superpositions linéaires de produits des états à
une particule. On obtient ainsi un ensemble de fonctions de Bloch que l’on utilise comme base de projection
afin de traiter le cas du couplage non nul (mais faible) par diagonalisation de la matrice de projection de
H. Un excellent accord a été obtenu entre notre calcul et les calculs sur de petits systèmes ayant une faible
anharmonicité [23], ainsi que pour le cas purement harmonique de taille relativement grande (33 particules).
Dans le cas d’un potentiel local V (X) qui serait mou, les fréquences propres issues du calcul sont reportées
sur la figure 3.14 pour différentes valeurs de l’intégrale de couplage C. On distingue les contributions des dif-
férentes branches dues aux excitations non linéaires, le biphonon {2} et le triphonon {3} dont les fréquences
sont inférieures respectivement aux bandes correspondants aux états non-liés à 2 phonons {11} et 3 phonons
{111}.
Pour une valeur de C suffisamment élevée, les modes non linéaires se confondent avec les bandes de pho-
nons non liés. Pour chacun de ces modes, la valeur seuil de Cs diffère. Autour de cette valeur seuil, on montre
en fait que l’hybridation des différents états, linéaires et non linéaires, dépend du vecteur d’onde et qu’il y a
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FIG. 3.14 – Energie (sans dimension) des états de phonon d’une chaîne anharmonique, en fonction de l’intégrale
de couplage C. On distingue la branche des phonons optiques {1}, les bandes des états multi-phonons {11} et
{111}, les branches des biphonons {2} et triphonons {3} ainsi que l’association d’états de phonons et de
biphonons {21}. Les paramètres du modèle sont A3 = 0.13 et A4 = 0.01 (m = ~= 1).
alors formation de pseudogaps au lieu de gaps (figure 3.15). En deça de Cs, un gap sépare en effet la bande
du biphonon de la bande à deux phonons non liés. Par contre, pour C ≈Cs, la bande du biphonon se confond
avec celle à deux phonon au centre de la zone de Brillouin alors qu’un gap persiste en bord de zone. La spec-
troscopie des cristaux de di-hydrogène solide sous haute pression [18] montre une transition similaire à celle
qui apparaît dans la figure 3.14 au passage de Cs pour le biphonon. La variation de l’intégrale de couplage C
pourrait alors être induite par la variation de pression hydrostatique. Pour une valeur donnée de C, la figure
3.15 montre les différentes branches de phonon dans la première zone de Brillouin du réseau. Les gaps de fré-
quences qui s’ouvrent entre les excitations linéaires et nonlinéaires dépendent de l’anharmonicité du réseau.
La mesure expérimentale de ces quantités permet de quantifier les paramètres A3 et A4 (voir par exemple les
cristaux de CO2 , N2O et OCS [16]), de la même façon que les mesures des branches de phonons permettent
de déterminer les coefficients A2 et C. Ces paramètres peuvent être directement reliés aux potentiels effectifs
représentant les interactions entre les particules et leur environnement, que cela soit dans un métal ou dans un
ensemble de molécules. Pour plus de détails, on pourra consulter l’article No. 5.3.
Nos calculs permettent également d’évaluer le facteur de structure dynamique du réseau de Klein-Gordon
non linéaire, à basse température. Cette quantité est directement mesurable par des mesures de diffusion de






< ψ0|eiq×r j ψ(Q)> |2 (3.17)
où S est le nombre de site du réseau, ψ0 et ψ(Q) sont respectivement l’état fondamental et l’état excité de
moment Q, ~ωψ(Q) est l’écart en énergie entre ces deux états, r j est la position de la particule située au site j,
q est la variation de moment des particules incidentes. Grâce à nos développements numériques, nous pouvons
calculé les états ψ0 et ψ(Q), ainsi que leurs énergies respectives. Il nous est donc également possible de cal-
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FIG. 3.15 – (a) Branche de phonon optique {1}. (b) Bande des états à 2 phonons {11}, du biphonon {2} et du
triphonon {3}. Les paramètres du modèle sont C = 0.05, A3 = 0.13 et A4 = 0.01 (m = ~= 1). La première zone
de Brillouin est portée en abscisse et l’énergie en ordonnée (sans dimensions).
(a) (b)
culer S(q,ω). Nos résultats sont reportés sur la figure 3.16. Dans les premières zones de Brillouin du réseau,
on remarque que la contribution du biphonon (figure 3.16(b)) au facteur de structure, si elle reste nettement
inférieure à celle du phonon (figure 3.16(a)), domine largement la contribution due aux états à deux phonons
(figure 3.16(c)). En bord de zone de Brillouin, les estimations du gap et de l’amplitude de S(q,ω) pour le bipho-
non, permettent d’établir une relation univoque entre ces grandeurs et les coefficients A4 et A3. Nous constatons
également qu’un développement au premier ordre en perturbation, par rapport au couplage inter-site permet
d’obtenir une estimation satisfaisante de S(q,ω). Ces travaux devraient être soumis pour publication dès le
début d’année 2005.
Des calculs sur un réseau à deux dimensions ont également été réalisés et confirment les résultats obte-
nus sur une chaîne. Il devrait également être possible d’établir l’équivalence entre les états liés de phonon
quantique et les breathers classiques dans la limite des hautes énergies [23]. Ces breathers sont solutions
des équations de mouvement de mécanique classique pour un réseau anharmonique. Ils ont fait l’objet de
nombreuses études théoriques (voir les références dans [74]). En particulier, les solutions de type breathers
constituent l’explication des simulations numériques de E. Fermi, sur la chaîne Fermi-pasta-Ulam (FPU) [66].
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FIG. 3.16 – (a) Facteur de structure dynamique des phonons en fonction du vecteur d’onde et pour A4 = 0.2,
A3 = 0. et C = 0.05. Comparaison du calcul numérique (ligne continue) et du calcul en perturbation par rapport
au couplage (tiretés). Le spectre énergétique du phonon est reportée dans l’insert. (b) Idem (a) pour le biphonon.







... a biologist at the University of California at Berkeley ... had asserted that science itself might be ending,
and not because of the skepticism of a few academic sophists. Quite the contrary. Science might be ending
because it worked so well.
John Horgan, The End of Science.
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Les problématiques soulevées par les travaux à l’échelle mésoscopique ont orienté mes recherches vers
l’échelle atomique. Cette démarche est commune à beaucoup de modélisateurs : cherchant à diminuer les
incertitudes propres à un modèle, on préfére alors se concentrer sur un modèle aux échelles inférieures de temps
et d’espace. En général, le nouveau modèle, dont on attend plus de précision, ne permet pas de traiter le premier
problème directement. Il est alors nécessaire d’élaborer une transition entre les deux méthodes en établissant
un couplage multi-échelle. Ce couplage peut prendre différentes formes suivant la difficulté du problème. Par
exemple, nous avons étudié le cas du couplage fort entre la théorie de la cinétique de séparation de phase et
la théorie de l’élasticité des milieux continus. Les deux théories ont été incorporées dans un modèle unique.
Nous avons également étudié le cas du couplage faible entre la dynamique moléculaire et le Monte Carlo
cinétique. Les paramètres physiques nécessaires aux simulations de Monte Carlo cinétique ont été calculés
en dynamique moléculaire. Ce dernier type de couplage peut également être réalisé à partir de calculs de
structures électroniques [94]. Le couplage de différents modèles, qu’il soit fort ou faible, demeure cependant
un exercice difficile. Il implique la maîtrise de différentes approches, mais surtout il restraint la portabilité des
modèles mis en jeu. En effet, les hypothèses imposées par chacun des modèles utilisés ne se sont pas identiques.
C’est donc les deux ensembles d’hypothèses qui doivent être vérifiés pour l’application du modèle résultant du
couplage.
Parmi les différents problèmes abordés, il est un dénominateur commun qui est leur résolution numé-
rique. Cette résolution permettant d’intégrer directement les interactions à plusieurs corps, les corrélations
atomiques, ainsi que les effets non linéaires. Les méthodes numériques offrent donc un potentiel relativement
vaste permettant de repousser les limites de la théorie. Les progrès considérables des calculateurs ne sont
toutefois pas suffisant pour modéliser toute la physique de la matière, à partir du seul premier principe. En at-
tendant l’avénement de l’ordinateur quantique dont certains espèrent qu’il augmentera de façon considérable
la puissance de calcul, c’est donc le développement des différents modèles et leurs combinaisons via certains
couplages qui constituent le progrès le plus plausible pour notre époque. C’est dans cette perspective que les
travaux présentés dans ce document ont été réalisés. Quand bien même, pourrions-nous imaginer décupler les
capacités de nos calculateurs, nous parviendrions rapidement à épuiser ce nouveau potentiel pour nous heurter
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L’article No. 2 fut l’occasion, pour ce qui me concerne de développer mes connaissances sur la physique














Les travaux théoriques présentés dans cet article portent sur la dynamique non-linéaire des réseaux de par-
ticules quantiques (section 3.4). Ils mettent en évidence le processus de localisation des vibrations qui peut être
induit par l’anharmonicité des liaisons intra-moléculaires. Le retard, voire l’absence de thermalisation qui ré-
sulte de cette localisation a été montré expérimentalement dans certains cristaux moléculaires. Ce phénomène
physique se manifeste aussi bien dans les circuits électroniques [91], les chaînes de pendules mécaniques, que
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